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Quelques symboles courants dans cette the`se
t : Temps (s)
ρ : Densite´ ( g cm−3)
T : Tempe´rature (K)
P : Pression ( erg cm−3)
E : E´nergie interne volumique ( erg cm−3)
 : E´nergie interne spe´cifique ( erg g−1)
Eth : E´nergie thermique ( erg cm
−3)
Xi : Fraction de masse du noyau i
φ : Variable d’avancement (mode`le ADR)
Q˙nuc : De´bit d’e´nergie nucle´aire ( erg cm
−3 s−1)
F : Flux thermiques ( erg cm−2 s−1)
γ : Index adiabatique
Cs : Vitesse du son ( km s
−1)
B : Champ magne´tique (G)
Ca : Vitesse d’Alfven ( km s
−1)
u : Vitesse fluide ( km s−1)
v : Amplitude de perturbation acoustique ( km s−1)
M : Nombre de Mach
η : Force d’un choc (ou diffusivite´ magne´tique)
g : Acce´le´ration de la gravite´ ( cm s−2)
h : Altitude (km)
ν : Fre´quence
λ : Longueur d’onde
M : Masse solaire ∼ 2× 1033g
M˙ : Taux d’accre´tion ( M an−1)
a : se´paration orbitale
Vfl : Vitesse de flamme
DCJ : Vitesse de de´tonation Chapmann-Jouguet ( km s
−1)
δfl : Largeur de flamme
δx : Re´solution spatiale des simulations
Re : Nombre de Reynolds
Rm : Nombre de Reynolds magne´tique
Ka : Nombre de Karlovitz
Da : Nombre de Damkho¨ler

Table des matie`res
Introduction 9
1 Contexte des supernovae thermonucle´aires 19
1.1 Proprie´te´s ge´ne´rales . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 19
1.1.1 Courbes de lumie`re . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 20
1.1.2 Spectres . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 21
1.1.3 Supernovae anormales . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 22
1.1.4 Premie`res conse´quences sur le proge´niteur . . . . . . . . . . . . . . . . . . 23
1.2 Naine blanche de carbone-oxyge`ne . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 25
1.2.1 L’e´quation d’e´tat . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 25
1.2.2 Structure des naines blanches . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 35
1.2.3 Physique de l’ignition . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 39
2 Proge´niteur et mode`les d’explosion 47
2.1 Syste`mes proge´niteurs et sce´narios d’e´volution . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 47
2.1.1 Accre´tion jusqu’a` la masse de Chandrasekhar . . . . . . . . . . . . . . . . 47
2.1.2 De´tonation double . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 54
2.1.3 Coalescence de deux naines blanches . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 55
2.2 Contraindre le syste`me proge´niteur . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 60
2.2.1 Contraintes statistiques : taux d’occurrence . . . . . . . . . . . . . . . . . 60
2.2.2 Contraintes ponctuelles . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 67
2.3 Finalement : ne´cessite´ des e´tudes physiques . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 69
3 La combustion dans les SNe Ia 77
3.1 Re´actions thermonucle´aires . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 78
3.1.1 Expression the´orique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 78
3.1.2 E´crantage des re´actions . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 79
3.1.3 Le re´seau de re´actions . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 82
3.2 Propagation d’une discontinuite´ et de´tonation . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 91
3.2.1 Chocs et relations d’Hugoniot . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 92
3.2.2 De´tonations et de´flagrations planes . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 94
3.2.3 Le code ASTROLABE . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 96
3.2.4 De´tonations . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 99
3.3 De´flagrations . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 102
3.3.1 Transfert thermique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 102
3.3.2 De´flagrations laminaires . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 107
3.3.3 De´flagration magne´tique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 112
3.3.4 Combustion turbulente . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 114
8 Table des matie`res
4 La Transition De´flagration-De´tonation (TDD) 127
4.1 TDD terrestres . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 128
4.1.1 Acce´le´ration de flamme en milieu confine´ . . . . . . . . . . . . . . . . . . 129
4.1.2 Me´canisme d’ignition d’une de´tonation en milieu confine´ . . . . . . . . . . 132
4.1.3 Me´canisme de Zel’dovich . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 134
4.2 La TDD dans les supernovae . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 139
4.2.1 De´tonation par pulsation de l’e´toile . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 139
4.2.2 De´tonation par confinement gravitationnel . . . . . . . . . . . . . . . . . . 140
4.2.3 TDD induite par la turbulence . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 141
4.3 Initiation de de´tonations par amplification d’ondes sonores . . . . . . . . . . . . . 144
4.3.1 Le code HERACLES . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 145
4.3.2 E´volution des perturbations de pression . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 154
4.3.3 Perturbations de pression dans un gradient de densite´ . . . . . . . . . . . 158
4.3.4 Ignition par choc : cas plan . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 162
4.3.5 TDD non locale durant une supernova . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 170
4.4 Sources de perturbations durant l’explosion . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 179
4.4.1 Le code OHM et le traitement nume´rique . . . . . . . . . . . . . . . . . . 179
4.4.2 Combustion et instabilite´s magne´tiques . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 183
4.4.3 Amplification et reconnexion . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 191
4.4.4 Ge´ne´ration d’ondes sonores . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 194
Conclusion 207
Introduction : vie et mort des e´toiles
Les supernovæ thermonucle´aires et de manie`re ge´ne´rale toutes les supernovæ marquent la
fin de vie explosive d’une e´toile. Un voyage dans le temps depuis la naissance de l’e´toile jusqu’a`
son explosion en supernova, permettra de mieux comprendre le contexte, l’inte´reˆt et la spe´cificite´
de ces explosions stellaires.
Durant toute sa vie une e´toile se bat contre la gravitation qui lui a donne´ naissance : son
histoire est une succession d’e´tapes de plus en plus chaudes et denses. Tout commence dans un
nuage mole´culaire, de densite´ et tempe´rature typiques de n ∼ 1 cm−3 et T . 10 − 100 K,
ou` des zones denses, de´passant les conditions critiques de Jeans, vont s’effondrer. Ainsi, le
nuage mole´culaire, en se contractant, va se fragmenter en plusieurs cœurs proto-stellaires :
R ∼ 6000 u.a. et M ∼ 1 M. Ceux-ci vont se re´chauffer en se contractant et le gaz doit e´vacuer
efficacement par rayonnement cette e´nergie thermique avant de pouvoir se contracter plus. Ces
cœurs, embryons de syste`mes stellaires, vont continuer de se contracter et d’augmenter leur
vitesse de rotation jusqu’a` atteindre la barrie`re rotationnelle, ou` la force centrifuge s’oppose a`
l’effondrement, lorsque le rayon s’est re´duit jusqu’a` environ R ∼ 1 u.a.. Ce rayon est du meˆme
ordre que les distances plane´taires. Pour que l’effondrement continue, il faut un me´canisme ca-
pable d’e´vacuer le moment cine´tique. Il semble que cela soit re´alise´ par un transfert de moment
cine´tique vers la pe´riphe´rie du nuage, graˆce au champ magne´tique. De cette fac¸on le cœur peut
continuer de s’effondrer pour former l’e´toile centrale. Ainsi dans notre syste`me solaire, on con-
state que le Soleil rassemble 99% de la masse mais tourne tre`s lentement et ne contient ainsi que
2% du moment cine´tique.
Lorsque la proto-e´toile ou l’e´toile est forme´e, elle est soutenue par le gradient de pression ther-
mique qui e´quilibre la gravite´. Le the´ore`me du viriel, donne une capacite´ thermique ne´gative pour
une telle structure. Ainsi, la proto-e´toile, doit e´vacuer son e´nergie pour se contracter et re´chauffer
son cœur. Cet e´chauffement central continue jusqu’a` ce que la tempe´rature atteigne une valeur
suffisante pour la fusion rapide du deute´rium vers T ∼ 106 K puis de l’hydroge`ne (T ∼ 107 K).
Cependant une masse minimale est ne´cessaire : M ≥ 0, 1 M, sinon la de´ge´ne´rescence des
e´lectrons est atteinte avant le seuil de fusion et l’astre en formation n’acce´dera jamais au statut
d’e´toile, car il ne sera jamais capable de ge´ne´rer sa propre e´nergie thermonucle´aire. Si l’astre est
assez massif, il atteint le premier stade de son e´volution : l’hydroge`ne fusionne dans le cœur pour
donner de l’he´lium. Cette fusion n’est pas directe car elle implique la transformation d’un proton
en neutron, ce qui ne peut arriver qu’a` travers l’interaction faible. Cela implique une combustion
lente de l’hydroge`ne assurant la longe´vite´ de l’e´toile durant cette phase appele´e se´quence princi-
pale. Notre soleil est dans la phase de combustion de l’hydroge`ne depuis 4 milliards d’anne´es et
le restera encore pour 4-5 milliards d’anne´es. Durant cette e´tape, l’e´toile est en re´gime station-
naire, la production d’e´nergie nucle´aire compensant exactement la luminosite´. Notons ici une
conse´quence importante du the´ore`me du viriel. La capacite´ thermique de l’e´toile est ne´gative, ce
qui permet la stabilite´ de la combustion thermonucle´aire. En effet, supposons que la tempe´rature
augmente le´ge`rement, alors le taux de re´actions nucle´aire augmente et la production d’e´nergie
augmente. Or l’e´chelle de temps ne´cessaire pour e´vacuer ce surplus d’e´nergie par les photons
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est grande, car l’inte´rieur de l’e´toile est optiquement e´pais. Ainsi l’e´toile continue a` rayonner
avec la meˆme luminosite´. Elle rayonne donc moins d’e´nergie qu’elle n’en produit et son e´nergie
totale augmente. A cause de sa capacite´ calorifique ne´gative, sa tempe´rature interne va diminuer
et ainsi re´guler le taux de re´actions nucle´aires. De par cette proprie´te´, l’e´toile est un syste`me
capable d’auto-re´guler sa tempe´rature interne. Les e´toiles sont en fait des re´acteurs de fusion
thermonucle´aire stable, re´gule´s par l’auto-gravite´. Mais, cette proprie´te´ de´pend de l’e´quation
d’e´tat de l’inte´rieur stellaire et du fait que l’e´toile puisse se dilater pour re´pondre a` une augmen-
tation de tempe´rature. Nous verrons que ce n’est pas vrai lorsque le plasma est de´ge´ne´re´, auquel
cas la combustion thermonucle´aire est instable. La dure´e de la se´quence principale correspond au
temps ne´cessaire pour bruˆler le combustible d’hydroge`ne. Peu a` peu le cœur s’appauvrit en hy-
droge`ne et s’enrichit en he´lium. Or l’he´lium bruˆle a` des tempe´ratures supe´rieures qu’on ne trouve
pas dans le cœur lors de la se´quence principale. Ainsi l’appauvrissement du cœur en hydroge`ne
entraˆıne un de´placement de la combustion vers l’exte´rieur, ce qu’on appelle la combustion en
couche de l’hydroge`ne. Durant cette phase, l’hydroge`ne bruˆle en pe´riphe´rie d’un cœur d’he´lium
qui est nucle´airement inactif. Ce cœur grossit peu a` peu et, en se contractant, il s’e´chauffe ainsi
que les couches plus externes ou` la combustion de l’hydroge`ne a encore lieu. Cette augmentation
de tempe´rature se traduit par une augmentation du taux de re´actions, qui entraˆıne la dilatation
des couches externes. Le rayon de l’e´toile augmente : c’est la phase de ge´ante rouge.
Tant que le cœur d’he´lium reste nucle´airement inactif, sa masse augmente et il continue de
se contracter. Ce faisant il s’e´chauffe, re´chauffant l’enveloppe, augmentant le taux de re´actions
et finalement le rayon. C’est l’ascension de la branche des ge´antes rouges. Cette phase peut
eˆtre interrompue de deux fac¸ons. Soit la tempe´rature centrale atteint une valeur suffisante pour
amorcer la combustion de l’he´lium, soit la de´ge´ne´rescence des e´lectrons est atteinte avant. Dans
ce cas l’e´quation d’e´tat devient inde´pendante de la tempe´rature et celle-ci n’e´volue plus. L’e´toile
devient une naine blanche d’he´lium, apre`s expulsion de son enveloppe d’hydroge`ne. C’est le
destin des e´toiles de masse infe´rieure a` ∼ 0, 5 M.
Les e´toiles plus massives peuvent amorcer la combustion de l’he´lium pendant la phase de
ge´ante rouge. Du fait de sa luminosite´ e´leve´e, cette phase est beaucoup plus courte que la
se´quence principale. Le cœur y est beaucoup plus chaud (T ∼ 108 K) et l’enveloppe e´tendue.
Cette e´tape de fusion de l’he´lium a pose´ proble`me aux de´buts de la the´orie de l’e´volution
stellaire. En effet, la chaˆıne de re´actions permettant de fusionner l’he´lium e´tait inconnue. La
capture d’un hydroge`ne est impossible car il n’existe aucun e´le´ment stable a` cinq nucle´ons.
La fusion de deux noyaux d’he´lium, ou particules α, est elle aussi difficile car elle produit
un 8Be qui se de´sinte`gre en deux α presque imme´diatement (τ ∼ 10−16 s). Cependant, une
abondance infinite´simale de 8Be permet la re´action 8Be + α →12 C + γ. Ces deux re´actions
forment la re´action effective appele´e 3α car son re´sultat net est la fusion de trois noyaux d’he´lium
en un noyau de carbone. Initialement les physiciens nucle´aires ignoraient que cette re´action
e´tait re´sonnante aux tempe´ratures des cœurs stellaires et leurs calculs donnaient des taux de
re´actions beaucoup trop faibles. C’est Hoyle au de´but des anne´es 1950 qui comprit que le noyau
de carbone devait avoir un niveau d’e´nergie re´sonnant proche de l’e´nergie de trois particules
α. Cette pre´diction de motivation astrophysique fut confirme´e expe´rimentalement par Fowler.
Notons que dans le cas des e´toiles de faible masse, l’allumage de la re´action 3α se fait dans
un cœur partiellement de´ge´ne´re´. La pression ne s’ajuste alors pas tre`s bien a` l’augmentation de
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tempe´rature et les re´actions s’emballent, c’est le flash de l’he´lium. Cependant avec l’e´le´vation
de la tempe´rature, la de´ge´ne´rescence est progressivement leve´e et les re´actions finissent par eˆtre
auto-re´gule´es de nouveau. Dans la phase de ge´ante rouge, l’he´lium est progressivement bruˆle´ par
la re´action 3α pour former du carbone et de l’oxyge`ne. Lorsque le combustible s’e´puise, comme a`
la fin de la se´quence principale, deux possibilite´s existent : les e´toiles moins massives atteignent
la de´ge´ne´rescence sans amorcer la fusion du carbone, finissant en naine blanche de carbone et
d’oxyge`ne, alors que les plus massives (M > 8 M) entrent dans l’e´tape suivante de combustion
du carbone.
Ensuite dans les stades avance´s, l’e´toile e´volue par e´tapes successives ou` le cœur se contracte
avec une augmentation de sa tempe´rature. Chaque e´tape correspond a` la fusion d’e´le´ments de
nume´ro atomique de plus en plus e´leve´. L’e´toile acquiert une structure en pelures d’oignon, avec
les noyaux les plus lourds au centre. Ces phases avance´es sont aussi caracte´rise´es par des e´jections
importantes de matie`re dues a` des luminosite´s tre`s e´leve´es. Lorsque les couches externes sont
e´jecte´es, le rayon diminue, la tempe´rature de surface augmente et on passe de ge´ante rouge a`
ge´ante bleue. Suivant sa masse, l’e´toile peut finir par atteindre la de´ge´ne´rescence des e´lectrons et
produire une naine blanche d’e´le´ments lourds : Oxyge`ne, Ne´on et Magne´sium (O-Ne-Mg). Mais
si la tempe´rature passe le dernier seuil de fusion du silicium, les re´actions produiront un cœur
de fer. Le noyau de fer posse`de l’e´nergie de liaison par nucle´on la plus e´leve´e et toute re´action
nucle´aire avec le fer est endothermique. Le cœur de l’e´toile ne pouvant plus produire d’e´nergie
nucle´aire, il se contracte jusqu’a` atteindre le seuil de capture e´lectronique, lesquelles entraˆınent
son effondrement. Ce dernier libe`re ∼ 1053 erg d’e´nergie gravitationnelle en ∼ 0, 2 s, donnant
lieu a` une explosion en supernova a` effondrement de cœur.
Stades ultimes : objets compacts
Le parame`tre principal de´terminant le destin d’une e´toile est sa masse. Les plus petites ayant
une masse suffisante pour initier la fusion de l’hydroge`ne mais insuffisante pour ensuite atteindre
le seuil de la re´action triple-α, vont continuer a` se contracter jusqu’a` des densite´s telles que le
gradient de pression des e´lectrons de´ge´ne´re´s soit suffisant pour s’opposer a` la gravitation. L’e´toile
a atteint alors un e´tat final, appele´ naine blanche. Ensuite, les e´toiles un peu plus massives vont
enclencher la combustion de l’he´lium et produire un me´lange de carbone et d’oxyge`ne. De la
meˆme fac¸on si elles ne sont pas assez massives pour passer le seuil de fusion du carbone elle
finiront leur vie en naine blanche de carbone-oxyge`ne. De la meˆme fac¸on, la gamme suivante de
masse donne des naines blanche O-Ne-Mg. Ce sont les trois destins possibles pour les e´toiles les
moins massives (M < 8 M). La structure d’une naine blanche est soutenue par la pression de
de´ge´ne´rescence des e´lectrons. Cette e´quation d’e´tat a` des proprie´te´s tre`s particulie`res. Notam-
ment, contrairement a` une e´toile de la se´quence principale soutenue par la pression thermique
du gaz, plus une naine blanche est massive et plus elle est dense et compacte. Et surtout il existe
une masse maximale pour tout objet soutenu par la pression de de´ge´ne´rescence des e´lectron
(voir partie 1.2.2). Cette masse critique est connue sous le nom de masse de Chandrasekhar
(Mch ∼ 1, 4 M).
Au dela` de M = 8 M, les masses sont suffisantes pour permettre la fusion du silicium et cre´er
un cœur de fer. Comme a` ce stade les re´actions nucle´aires sont endothermiques, il se contracte
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Figure 1 – A gauche : Ne´buleuse du crabe, qui est le reste d’une supernova a` effondrement de cœur
et qui abrite en son cœur un pulsar. Cette e´toile a` neutron est le reste compact du cœur de l’e´toile qui a
explose´ en supernova. A droite : Reste de la supernovæ de Tycho, qui fut une supernova thermonucle´aire.
jusqu’a` n’eˆtre plus soutenu que par la pression des e´lectrons de´ge´ne´re´s. Mais cette pression ne
peut pas soutenir plus d’une masse de Chandrasekhar. Or ce cœur reste entoure´ par une zone de
combustion du silicium, dont les produits de combustion viennent graduellement augmenter sa
masse, jusqu’a` atteindre la masse de Chandrasekhar. A ce stade, l’effondrement est ine´vitable
et la gravite´ reprend son travail de compression. Lorsque la densite´ atteint des valeurs de l’ordre
de 1011 − 1012 g cm−3, le processus de neutronisation commence. En effet, l’e´nergie de Fermi
est alors suffisante pour rendre e´nerge´tiquement favorable la formation d’un neutron a` partir
d’un proton et d’un e´lectron. Le neutron e´tant plus massif que le proton d’environ un MeV, ceci
est vrai lorsque l’e´nergie de Fermi plus l’e´nergie de masse de l’e´lectron de 0,511 MeV de´passe
1 MeV. D’autre part, la de´sinte´gration β inverse (p + e− → n + νe) n’est plus contrebalance´e
par la de´sinte´gration n → p + e− + ν¯e, car l’e´lectron produit aurait une e´nergie en dessous de
l’e´nergie de Fermi. Or tous ces e´tats sont de´ja` occupe´s dans un gaz de´ge´ne´re´. La re´action inverse
e´tant impossible, le cœur se neutronise. Si la masse n’est pas trop grande, un rayon d’e´quilibre
est atteint ou` l’interaction forte s’oppose au poids : une e´toile a` neutron est ne´e. Du fait de la
conservation du flux magne´tique et de la rotation, ces astres sont ge´ne´ralement tre`s magne´tise´s
et en rotation rapide : ce sont les pulsars. On les de´couvre dans les restes de supernovæ , ce
qui prouve que leur naissance est associe´e a` ces e´ve´nements. Par exemple, sur la figure 1(a), un
pulsar se trouve au centre de la Ne´buleuse du Crabe, qui correspond au reste d’une supernova.
En effet, lors de la transition du cœur de fer de plusieurs milliers de kilome`tres a` une proto-e´toile
a` neutron de 40 kilome`tres, les couches externes de l’e´toile n’ont pas eu le temps de re´agir et
commencent a` tomber vers le centre. Lorsque le reste de l’e´toile en effondrement percute l’e´toile
a` neutrons nouvellement forme´e, un rebond se produit et l’enveloppe est, en principe, expulse´e :
l’e´toile explose en supernova. L’e´nergie libe´re´e lors de cet e´ve´nement est colossale et meˆme si la
majeure partie est rayonne´e sous forme de neutrinos, il nous apparaˆıt comme l’un des e´ve´nement
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les plus lumineux dans l’univers. Si la masse du cœur de fer est trop e´leve´e, l’interaction forte
elle-meˆme ne peut s’opposer a` la gravite´ et rien n’arreˆte l’effondrement, conduisant a` la formation
d’un trou noir.
Ainsi selon leur masse, le destin final d’une e´toile seule est soit une naine blanche, soutenue
pas la de´ge´ne´rescence des e´lectrons, soit une e´toile a` neutron soutenue par l’interaction forte ou
soit un trou noir pour les plus massives. La de´limitation entre trous noirs et e´toile a` neutron est
encore incertaine, mais lors de la formation de ces astres les plus denses dans l’Univers, l’e´toile
explose dans une de´bauche d’e´nergie telle que l’explosion d’une e´toile peut devenir pendant
quelques jours aussi brillante que la galaxie qui l’accueille, comme on le voit sur la figure 2(a).
Novae et supernovæ
Ces explosions sont extreˆmement e´nerge´tiques et visibles a` des distances conside´rables.
Lorsqu’elles ont lieu dans notre galaxie, elles peuvent eˆtre visible a` l’œil nu. Ainsi, pendant
la Renaissance, certains astronomes purent e´tudier de manie`re pre´cise ces e´ve´nements. Ainsi, en
1572, la supernova de Tycho (SN 1572) explosa dans la constellation de Cassiope´e. Elle porte
ce nom en l’honneur de Tycho Brahe, qui en fut un des observateurs les plus assidus. Elle joua
un roˆle essentiel dans l’histoire des sciences car elle fut utilise´e par Tycho Brahe pour re´futer
le dogme aristote´licien de l’immuabilite´ des cieux. En 1604, la supernova de Kepler (SN 1604)
explosa dans la constellation d’Ophiuchus. C’est la dernie`re supernova historique s’e´tant pro-
duite dans notre Galaxie et ayant e´te´ effectivement observe´e. Johannes Kepler de´crivit cette
nouvelle e´toile ou stella nova dans son livre De Stella Nova, publie´ en 1606. Le terme nova fut
par la suite utilise´ pour de´crire l’apparition temporaire d’astres nouveaux. Mais dans les anne´es
1930 on se rendit compte que ces phe´nome`nes de novae comprenaient deux classes distinctes,
car certaines e´taient extra-galactiques et donc nettement plus e´nerge´tiques (Lundmark, 1920).
Ce furent cependant Baade et Zwicky (1934) qui les premiers e´tablirent une distinction claire
entre les novae classiques et les extragalactiques, appele´es super-novae. Le terme de nova corre-
spondant aux explosions galactiques, qui re´sultent de la combustion thermonucle´aire explosive
d’une couche d’hydroge`ne a` la surface d’une naine blanche. Ensuite, l’observation se de´veloppant
et notamment la spectroscopie, il apparut diffe´rentes classes de supernovæ . Minkowski (1940)
proposa alors de classer les supernovæ selon leur spectre en deux cate´gorie : le type I et II (avec
des sous types Ia, Ib et Ic ajoute´s plus tard) :
– Type I : absence de H
– Ia : pre´sence de 28Si
– Ib : absence de 28Si , pre´sence de 4He
– Ic : absence de 28Si et de 4He
– Type II : pre´sence de H
Cependant cette classification est fonde´e sur les observations, et on ne savait pas si ces classes
refle´taient un me´canisme d’explosion diffe´rent. Zwicky (1938) proposa un sce´nario, ou` ce serait
l’effondrement du cœur de fer en une e´toile a` neutron qui libe´rerait une e´nergie gravitationnelle
colossale (∼ 1053 erg), capable de fournir une e´nergie suffisante pour ces supernovæ galactique.
Pendant longtemps ce fut la seule explication. Hoyle et Fowler (1960) furent les premiers a`
de´couvrir que la combustion thermonucle´aire dans un cœur de´ge´ne´re´ pouvait de´clencher une
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explosion et potentiellement de´truire l’e´toile. Ce me´canisme correspond en fait au type Ia, alors
que tous les autres types correspondent au sce´nario d’effondrement. Il est inte´ressant de noter
que l’e´chantillon de supernovæ utilise´ par Zwicky pour son sce´nario d’effondrement, contenait en
fait une majorite´ de supernovæ thermonucle´aires. Parmi les SNe a` effondrement de cœur, le type
II correspond a` un effondrement durant la phase de ge´ante, lorsque l’e´toile n’a pas encore expulse´
ses enveloppes d’he´lium et d’hydroge`ne. Ce qui explique leur pre´sence dans les spectres. Les deux
types restant Ib et Ic correspondent a` l’effondrement du cœur d’e´toiles e´volue´es ayant expulse´
leurs enveloppes. Ces e´toiles sont connues sous le nom de Wolf-Rayet. Ce sont des e´toiles tre`s
massives, M > 40 M, qui ont de´veloppe´ des vents suffisamment forts pour expulser rapidement
leur enveloppe. Les proge´niteurs du type Ib n’ont expulse´ que la couche d’hydroge`ne, tandis que
les proge´niteurs du type Ic ont aussi e´jecte´ l’enveloppe d’he´lium.
Supernovae et syste`mes binaires
Pour le moment nous n’avons discute´ que du destin d’une e´toile isole´e, or la majorite´ des
e´toiles se forment en couple dans un syste`me binaire. Dans ce cas, leur e´volution respective
est plus ou moins influence´e par leur compagnon. L’effet le plus important est sur l’enveloppe
qui est peu lie´e gravitationnellement au reste de l’e´toile, notamment lors des phases de ge´ante.
Lors de ces e´tapes, l’interaction avec le compagnon peut aider a` expulser l’enveloppe soit en la
dispersant si le transfert est instable, soit en l’accre´tant si le transfert est stable. Cette proprie´te´
est importante pour certains type de supernovæ . En effet les e´toile de type Wolf-Rayet sont trop
peu fre´quentes par rapport aux SNe de type Ib/c pour pouvoir en eˆtre les seuls proge´niteurs.
Une alternative serait que l’enveloppe soit arrache´e lors de l’e´volution d’un syste`me binaire. Mais
il est encore plus crucial pour le type Ia d’avoir un compagnon. En effet une naine blanche est
inconditionnellement stable : isole´e elle ne pourra jamais re´-initier la combustion thermonucle´aire
en son cœur. Le sce´nario de supernova thermonucle´aire ne´cessite l’interaction d’un compagnon
pour re´chauffer d’une fac¸on ou d’une autre le cœur d’une naine blanche et ainsi rallumer les
re´actions thermonucle´aires.
Inte´reˆt des supernovæ thermonucle´aires
Ces supernovæ sont importantes pour l’e´volution galactique. Tout d’abord en tant que source
importante de me´taux. En effet, elles explosent entie`rement, relaˆchant dans leur environnement
plus d’une masse solaire compose´e principalement de silicium, nickel et cobalt. Ces e´le´ments
sont ensuite incorpore´ dans la ge´ne´ration suivante d’e´toiles et le cycle est boucle´, mais avec une
me´tallicite´ plus importante. Un autre aspect important est l’e´nergie cine´tique injecte´e dans le
milieu interstellaire par les e´jecta. En effet, ils peuvent eˆtre une source de la turbulence du milieu
interstellaire.
Un autre inte´reˆt de ces supernovæ est qu’elles ont une luminosite´ tre`s homoge`ne d’un
e´ve´nement a` l’autre. Cette proprie´te´, discute´e dans le chapitre suivant, vient du fait que l’e´nergie
libe´re´e correspond a` la combustion d’une naine blanche, dont la masse varie entre sa masse a` la
naissance (∼ 0, 6 M) et la masse de Chandrasekhar. Comme elles sont en plus visibles sur des
distances cosmologiques, elles font de bons indicateurs de distance. Cela permet de sonder la
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Figure 2 – A gauche : Supernova 1994D dans la galaxie NGC 4526. Cette supernova thermonucle´aire
fut aussi lumineuse que sa galaxie hoˆte (cre´dit : High-Z Supernova Search Team). A droite : Contraintes
du mode`le ΛCDM dans le plan (Ωm , ΩΛ) a` partir des BAO (Baryonic Acoustic Oscilations) du fond
diffus cosmologiques (CMB) et d’une compilation de 580 SNe Suzuki et al. (2012). La contrainte des
supernovæ est comple´mentaire aux autres, permettant de contraindre efficacement les parame`tres.
structure de l’Univers et de contraindre sa cosmologie, comme la montre la figure 2(b). Notam-
ment les supernovæ ont permis de mettre en e´vidence l’acce´le´ration de l’expansion de l’Univers,
de´couverte re´compense´e par le prix Nobel de physique en 2011. La mesure de la constante de
Hubble a` l’aide des SNe Ia donne (Riess et al., 2009) :
H0 = 74, 2± 3, 4 km s−1 Mpc−1,
estimation diffe´rente de celle de la mission Planck : H0 = 67, 3± 1, 2 km s−1 Mpc−1.
Enfin, c’est un laboratoire extreˆmement riche pour des physiques complexes, mais pas comple`tement
exotiques, notamment les aspects lie´es a` la matie`re dense : e´quation d’e´tat de´ge´ne´re´e, conduction
e´lectronique et e´crantage coulombien des re´actions thermonucle´aires. Mais surtout, la tre`s large
gamme d’e´chelles spatiales (nombre de Reynolds de Re = 1014) permet le de´veloppement, entre
l’e´chelle inte´grale de quelques dizaine de kilome`tres et l’e´chelle de la flamme de quelques cen-
time`tres, de toute la complexite´ et la richesse de la combustion turbulente, avec des re´gimes im-
possibles a` explorer sur Terre. Enfin, cette disparite´ des e´chelles en jeux, fait que la mode´lisation
directe, par des simulation DNS (Direct Numerical Simulations), reste et le restera pour bon
nombre d’anne´es, totalement impossible. Or, cette complexite´ est au cœur des supernovæ , ce
qui en fait un objet extreˆmement inte´ressant a` e´tudier et dont la mode´lisation reste tre`s difficile.
Toutes ces raisons font qu’il est a` la fois utile et inte´ressant d’e´tudier ces supernovæ , meˆme
si elles semblent bien caracte´rise´es par l’observation.
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Re´sume´
Cette the`se, organise´e en quatre grandes parties, se propose d’e´tudier ces objets astro-
physiques et plus pre´cise´ment la physique du me´canisme de transition de´flagration-de´tonation,
qui est ne´cessaire pour certains mode`les. Une premie`re partie pre´sente le contexte ge´ne´ral des
SNe Ia, ainsi que les proprie´te´s spe´cifiques qui en font des objets importants pour l’astrophysique.
Ces observations caracte´ristiques permettent de de´duire la nature du proge´niteur : une naine
blanche de carbone et d’oxyge`ne dont l’explosion thermonucle´aire correspond a` la supernova.
Une deuxie`me partie de´crit les diffe´rents mode`les de supernovae : les sce´narios d’accre´tion
jusqu’a` la masse critique de Chandrasekhar, de de´tonation double et de coalescence de deux
naines blanches. Une naine blanche isole´e e´tant stable, l’allumage de la combustion ne´cessite
l’interaction avec un compagnon. Ainsi, les diffe´rents chemins e´volutifs des syste`mes binaires
menant a` une SN Ia sont de´crit pour chacun de ces mode`les. Enfin, meˆme si les proge´niteurs n’ont
jamais pu eˆtre clairement identifie´s, des contraintes statistiques peuvent contraindre le sce´nario
majoritaire. A ce jour, le mode`le le plus populaire est celui de l’explosion d’une naine blanche
(NB) de carbone et d’oxyge`ne arrive´e au seuil d’instabilite´ : la masse de Chandrasekhar. La
contraction de l’e´toile qui s’en suit relance la combustion sous la forme d’une de´flagration (mode
de propagation subsonique) qui transiterait ensuite en une de´tonation (mode supersonique). Ce
sce´nario de de´tonation retarde´e repose sur un me´canisme physique de Transition De´flagration-
De´tonation encore tre`s mal compris, qui est l’objet de cette the`se.
Une troisie`me partie de´crit la physique de la propagation des fronts de combustion, qui n’au-
torise que deux modes : la de´flagration subsonique ou la de´tonation supersonique propage´e par
un choc. En premier lieu, les ingre´dients physiques utilise´s pour nos simulations sont pre´sente´s,
puis les proprie´te´s des fronts plans, de´gage´es des relations de Hugoniot, permettent de valider les
simulations de de´tonations re´alise´es avec le code ASTROLABE. Enfin, concernant le deuxie`me
mode de propagation, la de´flagration, un autre ingre´dient physique ne´cessaire est ajoute´ : le
transfert thermique par conduction e´lectronique et par rayonnement. Ces e´le´ments sont utilise´s
ensuite dans ASTROLABE pour e´tudier ces flammes thermonucle´aires. Ces e´tudes dans le mi-
lieu de´ge´ne´re´ et magne´tise´ de l’inte´rieur d’une naine blanche ont apporte´ des re´sultats nouveaux
pre´sente´s dans la fin de ce chapitre.
Enfin la dernie`re partie pre´sente nos re´sultats concernant le nouveau me´canisme de TDD
que nous avons propose´. Les mode`les actuels de de´tonation a` retard peuvent reproduire les ob-
servations en parame´trant correctement l’ignition de la de´tonation. Tous ces mode`les se basent
sur le me´canisme des gradients de temps d’induction propose´ par Zel’dovich dans les anne´es
70. Cependant, les e´chelles caracte´ristiques de l’ignition n’e´tant pas re´solues (et ce de plusieurs
ordres de grandeurs), ces simulations ne peuvent expliquer a` elles seules la TDD, phe´nome`ne mal
compris, meˆme sur Terre, lorsqu’il s’agit de milieux non-confine´s. D’autre part, ce me´canisme re-
quiert des niveaux de turbulence tre`s important, qui imposent des conditions probablement trop
restrictives. C’est dans ce contexte que nous avons propose´ et de´veloppe´ un nouveau me´canisme
pour cette transition : le chauffage acoustique de l’enveloppe du proge´niteur pre´-supernova. Un
premier mode`le simplifie´, en ge´ome´trie plane, permet de mettre en e´vidence l’amplification de pe-
tites ondes acoustiques (ge´ne´re´s par une flamme turbulente) dans un gradient de densite´ similaire
a` ceux d’une NB. Selon la fre´quence et l’amplitude des perturbations initiales, cette amplifica-
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tion peut aller jusqu’a` la formation d’un choc suffisamment fort pour initier une de´tonation.
Ensuite, ce me´canisme est utilise´ en ge´ome´trie sphe´rique dans le cadre plus re´aliste d’une NB
en expansion de par la phase initiale de de´flagration. Une e´tude parame´trique montre la validite´
de notre me´canisme sur une gamme raisonnable de fre´quences et d’amplitudes acoustiques.
Finalement, quelques simulations 2D MHD et 3D, cherchant une source de perturbations
acoustiques, sont pre´sente´es pour de´montrer le caracte`re re´aliste de notre nouveau me´canisme
de TDD.
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1.1 Proprie´te´s ge´ne´rales
Cette classe de supernova, est de´finie par deux caracte´ristiques spectroscopiques : l’absence
de raie d’absorption de l’hydroge`ne et des raies du silicium fortement pre´sentes dans les spectres
peu apre`s l’explosion et jusqu’au maximum de luminosite´. Il est rapidement apparu que ces
supernovae avaient la meˆme luminosite´ maximale avec assez peu de dispersion, des courbes de
lumie`res tre`s proches (voir figure 1.1) et qu’elles pre´sentaient des spectres tre`s similaires. Zwicky
(1939) et Wilson (1939) furent les premiers a` sugge´rer d’utiliser cette proprie´te´ des supernovae
de type Ia pour en faire des indicateurs de distance. En effet, elles sont extreˆmement lumineuses
et permettent notamment de mesurer des distances cosmologiques. C’est en utilisant cette pro-
prie´te´ que Riess et al. (1998); Schmidt et al. (1998); Perlmutter et al. (1999) ont mis en e´vidence
l’acce´le´ration de l’expansion de l’univers, de´couverte qui fut re´compense´e par le prix Nobel de
physique en 2011. Cette utilisation pour la cosmologie a suscite´ un vif inte´reˆt, tant the´orique
qu’observationnel, pour l’e´tude de ces supernovae. Ainsi on dispose de nombreuses informations
observationnelles pour contraindre les mode`les. Cependant la de´tection de ces e´ve´nements tran-
sitoires se fait souvent pre`s du maximum de luminosite´. Or ce maximum est atteint environ
20 jours apre`s l’explosion (Hillebrandt et Niemeyer, 2000) et l’e´volution durant l’explosion et, a`
fortiori, du proge´niteur reste tre`s mal caracte´rise´e. Notamment aucun proge´niteur n’a jamais e´te´
identifie´ pour une supernova de type Ia. Heureusement les nombreuses observations de courbes
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Figure 1.1 – Courbes de lumie`res non corrige´es, qui repre´sentent la luminosite´ de l’explosion en fonction
du jour d’observation compte´ a` partir du maximum de luminosite´. On note l’homoge´ne´ite´ de toutes ces
courbes et la faible dispersion entre les plus et les moins lumineuses. On observe aussi la corre´lation entre
la luminosite´ maximale et le taux de de´croissance apre`s le maximum : les explosion plus lumineuses ont
une pente plus faible que les explosion moins lumineuses.
de lumie`re et de spectres donnent de nombreuses indications sur le me´canisme d’explosion et
permettent ainsi de contraindre les proge´niteurs et le sce´nario d’explosion.
1.1.1 Courbes de lumie`re
Historiquement les supernovae de type Ia ont e´te´ tre`s importantes pour la remarquable
homoge´ne´ite´ de leur courbe de lumie`re. En effet les premie`res suggestions que les faibles in-
homoge´ne´ite´s, visibles sur la figure 1.1, e´taient en fait fortement corre´le´es (Branch, 1981) sont
maintenant clairement confirme´es. Branch (1998) a montre´ que la majorite´ des supernovae de
type Ia se regroupe dans une famille a` un seul parame`tre, qui est la puissance de l’explosion. Une
explosion plus faible est ainsi moins lumineuse, plus rouge, a une courbe de lumie`re de´clinant
plus rapidement et des e´jecta en expansion plus lente qu’un e´ve´nement plus e´nerge´tique. La
corre´lation entre le maximum de luminosite´ et son taux de de´croissance est la plus marque´e.
Phillips (1993) mesure ce taux par la variation de magnitude dans la bande B quinze jours apre`s
le maximum, note´e ∆m15(B). Philipps a propose´ une premie`re relation line´aire entre ces deux
grandeurs :
Mmax(B) = −21, 7 + 2, 70 ∆m15(B), (1.1)
permettant ainsi d’estimer la luminosite´ maximale intrinse`que a` partir de la mesure observa-
tionnelle de ∆m15(B). Cette relation avait une dispersion σ = 0, 36. Ainsi Phillips et al. (1999)
ont ame´liore´ cette relation en incluant un terme quadratique. La dispersion est alors re´duite a`
σ = 0, 11. Cet ajustement est appele´ relation de Phillips et permet de corriger les luminosite´s
observe´es pour connaˆıtre la magnitude intrinse`que de l’explosion. Graˆce a` cette proce´dure de
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Figure 1.2 – Homoge´ne´ite´ et diversite´ des supernovae : chaque supernova de Hicken et al. (2009) est
repre´sente´e dans le plan Magnitude absolue en bande B - ∆m15(B) une fois corrige´e par la relation de
Phillips (Phillips et al., 1999). Cette dernie`re correspondant a` la ligne noire. La dispersion des explosions
corrige´es est alors de σ = 0, 11. Des supernovae (en bleu, vert et rouge) sont conside´re´es comme anormales
lorsqu’elles pre´sentent des signatures spectroscopiques et photome´triques nettement diffe´rentes. Ces SNe
ne sont pas utilisables comme chandelles standardisables car elles de´vient nettement de la relation de
Philipps.
correction, les SNe Ia se sont re´ve´le´es eˆtre de bonnes chandelles standardisables, ce qui fut
un ingre´dient central des e´tudes cosmologiques de Riess et al. (1998); Schmidt et al. (1998) et
Perlmutter et al. (1999).
1.1.2 Spectres
Les spectres sont une source tre`s utile d’information. Leur e´volution avec le temps permet
de caracte´riser a` la fois la nucle´osynthe`se, la stratification des e´jecta et leur vitesse, notamment
graˆce a` la spectrotomographie (figure 1.3). Cette me´thode utilise l’e´volution temporelle des
spectres pour sonder diffe´rentes profondeurs a` diffe´rents instants. En effet, avec l’expansion
de la supernova, la photosphe`re, zone de profondeur optique τ = 1 ou` se forme le spectre
observe´, rentre de plus en plus profonde´ment dans les e´jecta, sondant des re´gions diffe´rentes.
Initialement on observe les raies d’absorption quand le cœur est optiquement e´pais (τ > 1), puis
dans les phases tardives, dites ne´bulaires, on observe les raies d’e´mission. Pre`s du maximum de
luminosite´, les spectres des SNe Ia contiennent des raies d’absorption du silicium, du calcium,
du magne´sium, du soufre et de l’oxyge`ne, neutres ou ionise´s une fois. Cela indique la pre´sence
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Figure 1.3 – Spectrotomographie d’une SN Ia, permettant de de´duire la stratification, la composition et
la vitesse des e´jecta. On y observe la stratification typique du supernova thermonucle´aire avec un cœur
de 52Fe et de 56Ni entoure´ d’une couche d’e´le´ments de masse interme´diaire ( 28Si ,24Mg ,32S ) plus de
l’oxyge`ne non-bruˆle´. Figure tire´e de Hachinger et al. (2012)
d’e´le´ments de masse interme´diaire dans les couches externes. Deux semaines apre`s le maximum,
la photosphe`re atteint les zones les plus internes, ou` l’apparition des raies du fer indique des e´jecta
riche en fer vers le centre. Cette stratification des e´jecta, typique des SNe Ia, est repre´sente´e sur
le figure 1.3. Enfin un mois apre`s le maximum, dans la phase ne´bulaire, l’e´mission dominante
est celle du fer et du cobalt. Puis l’e´volution relative de l’intensite´ d’e´mission de ces e´le´ments,
indique que cette partie de la courbe de lumie`re est ge´ne´re´e par la de´sinte´gration du 56Co en
56Fe (Truran et al., 1967). Enfin la spectropolarime´trie permet de tester la ge´ome´trie des e´jecta.
Une asyme´trie globale des e´jecta induit une polarisation non-circulaire du rayonnement. Or la
majorite´ des supernovae Ia pre´sente une polarisation tre`s faible (< 0, 3%), ce qui indique des
explosions tre`s sphe´riques (Wang et Wheeler, 2008). On voit bien la diffe´rence sur la figure 1,
ou`, a` gauche, est repre´sente´ un reste de supernova de type II et a` droite celui d’une SN Ia, qui
est beaucoup plus sphe´rique.
1.1.3 Supernovae anormales
Cependant de plus en plus de supernovae observe´es sont anormales, pre´sentant des car-
acte´ristiques spectrales ou photome´triques qui en font des sous-classes distinctes. Selon Li et al.
(2000), la fraction de SNe anormales pourrait s’e´lever a` 30%. Ces explosions sont soit super-
lumineuses, telles que SN 1991T ou sous-lumineuses comme SN 1991bg ou SN 2002cx. Ces trois
classes de supernovae sont repre´sente´es sur le figure 1.2 en cyan, rouge et vert respectivement.
SN 1991bg repre´sente une sous-classe tre`s peu lumineuse (une magnitude moins lumineuse que
la relation de Phillips). Cette classe n’a pas de second maximum en infrarouge, ne produit que
peu de fer, et une masse tre`s faible de 56Ni (∼ 0, 07 M). Elle repre´sente environ 15% des SNe Ia.
Une autre classe d’e´ve´nements sous-lumineux, rassemble les explosions similaires a` SN 2002 cx.
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Cette classe non-plus n’a pas de second maximum en infrarouge, par contre elle produit plus de
56Ni (∼ 0, 2 M). Sa particularite´ cependant est le me´lange important de ses e´jecta. Cette classe
repre´sente 5% des SNe. Enfin les e´ve´nements super-lumineux de type 1991T repre´sentent 10%
des SNe Ia et sont plus lumineux d’une magnitude que les SNe normales. Leur spectre montre
initialement des raies du fer au lieu des raies classiques du silicium ou du calcium. De plus,
selon Kamiya et al. (2012), si leur luminosite´ provient uniquement de la de´sinte´gration du 56Ni ,
alors la masse ne´cessaire serait de 1, 5 ou 1, 8 M, de´passant la masse maximale possible pour
une naine blanche (La masse de Chandrasekhar, voir la partie 1.2.2.1). Ainsi ces SNe anormales
incitent a` plus d’e´tudes the´oriques pour comprendre et expliquer leurs diffe´rences et s’assurer
qu’elles ne polluent pas les mesures cosmologiques.
1.1.4 Premie`res conse´quences sur le proge´niteur
Toutes ces observations permettent de contraindre fortement le sce´nario d’explosion d’une
supernova thermonucle´aire. Il semble en effet acquis que ces supernovae re´sultent de l’explosion
thermonucle´aire d’une naine blanche de carbone-oxyge`ne. Nous allons voir dans un premier
temps pourquoi et ensuite nous e´noncerons toutes les questions qui restent sans re´ponse quant
au syste`me proge´niteur et au me´canisme physique de l’explosion.
1.1.4.1 Explosion thermonucle´aire d’une naine blanche de carbone-oxyge`ne
Apre`s la de´couverte de Hoyle et Fowler (1960), que la combustion thermonucle´aire dans un
cœur de´ge´ne´re´ pouvait de´clencher une explosion et potentiellement de´truire l’e´toile, ce sce´nario
pour une naine blanche de carbone-oxyge`ne s’imposa comme explication des SNe de type Ia.
Cela pour plusieurs raison :
1. Ce me´canisme explique l’absence d’hydroge`ne et d’he´lium. C’est un des rare syste`me dans
l’Univers a` ne pas contenir ces e´le´ments, qui sont pourtant quasiment omnipre´sents.
2. La combustion thermonucle´aire d’un tel astre, bruˆle et de´truit entie`rement l’e´toile, ne
laissant aucun objet compact dernie`re elle. Alors que les supernovae de type II laissent un
trou noir ou une e´toile a` neutron. Or les re´manents de supernovae de type Ia (par exemple
les re´manents historiques de SN 1006, SN 1572 et SN 1604), ne pre´sentent aucun objet
compact.
3. La de´sinte´gration 56Ni→56 Co→56 Fe reproduit les courbes de lumie`re de ces supernovae
(Truran et al., 1967; Colgate et McKee, 1969). Or le 56Ni est produit en grandes quantite´s
par la fusion de 12C et 16O .
4. L’homoge´ne´ite´ de cette classe s’explique, dans ce mode`le, par les masses de combustible
tre`s similaires. En effet pour les supernovae normales, la gamme de luminosite´ s’explique
par une gamme de masse de 56Ni synthe´tise´e de 0, 3 − 0, 9 M (Stritzinger et al., 2006).
Cette gamme de masse correspond bien a` la combustion d’une naine blanche dont la
masse de naissance typique est de 0, 7 M et dont la masse maximale possible, la masse
de Chandrasekhar, est de ∼ 1, 4 M.
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5. Observe´es dans les galaxies elliptiques comme dans les galaxies spirales, elles ne sont pas
concentre´es dans les bras spiraux : ce qui indique des proge´niteurs e´volue´s, comme une
naine blanche.
6. Enfin les e´le´ments dont les raies apparaissent dans le spectre, notamment le silicium, sont
des produits de la combustion de 12C et 16O .
Ainsi meˆme si on n’a jamais pu observer les e´toiles proge´nitrices de ces explosions, on est
maintenant certains que les supernovae de type Ia re´sultent de la combustion thermonucle´aire
d’une naine blanche de carbone et d’oxyge`ne. Notamment, SN 2011fe ayant explose´ en aouˆt 2011
dans la galaxie proche M101, a e´te´ observe´e seulement 11 heures apre`s l’explosion et a permis
d’imposer une contrainte sur le rayon de l’astre proge´niteur de R < 0, 1 R (Nugent et al., 2011).
Ce rayon impose un astre compact : une naine blanche ou une e´toile a` neutron. Maintenant que le
me´canisme d’explosion semble de´termine´ dans son principe de base, on appellera ces supernovae
des supernovae thermonucle´aires.
1.1.4.2 Autres contraintes et autres questions : Me´canisme d’explosion et e´volution
jusqu’a` l’ignition
Au dela` du fait que l’explosion re´sulte de la combustion thermonucle´aire d’une naine blanche
de carbone-oxyge`ne, le sce´nario est tre`s peu contraint. Initialement, la masse de Chandrasekhar
(Mch ), en tant que masse maximale, e´tait apparue comme un me´canisme robuste d’ignition.
En effet, a` l’approche de cette masse une naine blanche devient instable, se contracte et son
cœur s’e´chauffe jusqu’a` l’ignition. De plus, il en re´sulte des masses de combustible explosant
tre`s similaires (∼Mch ). Ce qui pourrait expliquer l’homoge´ne´ite´ des courbes de lumie`re. Ce sont
ces arguments qui ont fait du sce´nario d’accre´tion jusqu’a` la masse critique le sce´nario le plus
populaire. Cependant la masse de Chandrasekhar n’est qu’un seuil the´orique et certains sce´narios
trouvent d’autres moyens d’initier la combustion et peuvent s’accommoder de masses plus faibles.
Le point essentiel est de trouver un sce´nario capable de mener a` une ignition assez violente pour
de´truire l’e´toile. Ainsi de nombreux sce´narios s’opposent sur l’e´volution jusqu’a` l’ignition, puis
sur le me´canisme d’explosion thermonucle´aire lui-meˆme. Pour re´sumer, un sce´nario viable de
supernova doit respecter les conditions suivantes :
-Stratification des e´jecta : L’explosion doit eˆtre suffisamment e´nerge´tique et produire assez
de 56Ni . Ensuite des e´le´ments de masse interme´diaire, notamment 28Si , doivent eˆtre pre´sents
avec des vitesses importantes, le tout stratifie´ comme sur la figure 1.3.
-Homoge´ne´ite´ et diversite´ : Le mode`le doit eˆtre assez robuste pour reproduire l’homoge´ne´ite´
des SNe normales, sans recourir a` des conditions initiales ou parame´trages arbitraires. Mais il
doit aussi eˆtre capable de reproduire la diversite´ des explosions, avec un parame`tre initial qui
expliquerais la diversite´ des exposions.
-Taux d’occurrence des SNe Ia : Pour allumer de nouveau la combustion thermonucle´aire,
la naine blanche a` besoin d’interagir avec un compagnon. Ainsi seules les binaires peuvent
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mener a` une SN Ia et cela rajoute encore des incertitudes, car l’e´volution d’un syste`me binaire
est encore mal comprise. Or un mode`le de SN Ia doit pouvoir reproduire le taux d’occurrence
de ces e´ve´nements.
-Corre´lation avec le proge´niteur : Certaines corre´lations entre SNe Ia et leur environ-
nement se de´gagent. Dans les populations d’e´toiles plus veilles, on observe des SNe Ia moins lu-
mineuses, alors que les supernovae plus lumineuses ont tendance a` se trouver pre´fe´rentiellement
dans les populations jeunes. C’est a` dire, qu’on observe une corre´lation entre le de´lai de l’ex-
plosion et sa luminosite´ (Howell et al. (2009)). Ainsi la puissance de l’explosion doit de´pendre
de l’e´tat de la naine blanche proge´nitrice, pour pouvoir rendre compte des corre´lations avec la
population d’e´toiles hoˆte.
Ces contraintes, que tout sce´nario de mode´lisation doit respecter, ont guide´ la construction de
diffe´rents mode`les. On verra dans le chapitre suivant les divers sce´narios capables de respecter
ces contraintes.
1.2 Naine blanche de carbone-oxyge`ne
Comme explique´ ci-dessus, une supernova thermonucle´aire re´sulte de la combustion ther-
monucle´aire du carbone et de l’oxyge`ne dans une naine blanche. Ces astres sont extreˆmement
compacts, ils peuvent contenir la masse du Soleil dans une sphe`re de la taille de la Terre. La
densite´ de ces e´toiles en fait des astres tre`s particuliers : ce sont des astres de´ge´ne´re´s ou` les
re´actions thermonucle´aires se sont arreˆte´es. Les conditions y sont favorables a` un emballement
explosif des re´actions thermonucle´aires (Hoyle et Fowler, 1960), si un me´canisme ade´quate,
une allumette, peut venir rallumer le combustible. Dans cette partie, on de´terminera l’e´quation
d’e´tat de l’inte´rieur d’une naine blanche, qui nous permettra d’e´tudier la structure de ces astres
et notamment de de´terminer une masse critique maximale, la masse de Chandrasekhar. Enfin
on e´tudiera l’amorc¸age des re´actions thermonucle´aires.
1.2.1 L’e´quation d’e´tat
Aux densite´s tre`s e´leve´es du coeur de l’astre, le plasma est dans un e´tat tre`s particulier. En
effet les corre´lations coulombiennes entre les ions du plasma y sont tellement fortes que ceux-ci
forment soit un liquide pour les naine blanche de faibles masses soit meˆme un cristal pour les
plus massives. De plus la densite´ y est assez grande pour que les e´lectrons soient de´ge´ne´re´s
et relativistes. C’est a` dire qu’ils sont tellement confine´s, que du fait du principe d’exclusion
de Pauli, leur impulsion est relativiste (p > mec). La pression de de´ge´ne´rescence des e´lectrons
est dominante dans une naine blanche, c’est elle qui soutient la structure face a` la gravite´.
Cependant, ces conditions extreˆmes sont celles re´gnant initialement dans le coeur de l’e´toile,
mais la combustion libe`re e´norme´ment d’e´nergie, re´chauffant le plasma jusqu’a` plusieurs 109 K,
conditions pour lesquelles le plasma n’est plus totalement de´ge´ne´re´. Ainsi, pour mode´liser la
combustion dans une naine blanche, il faut utiliser une e´quation d’e´tat tre`s ge´ne´rale, couvrant
un vaste domaine de densite´ et de tempe´rature, tenant compte de tous les composants du plasma :
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– pression des e´lectrons (gaz de fermions ± de´ge´ne´re´s et ± relativistes),
– pression de radiation a` l’e´quilibre (P = 13aT
4),
– pression des ions (gaz parfait + corrections coulombiennes).
Dans un premier temps on s’inte´ressera a` l’expression de l’e´nergie et de la pression d’un gaz
d’e´lectrons. Ensuite on verra quelles approximations seront utilise´es pour de´crire les autres com-
posantes. On discutera ensuite des implications de la de´ge´ne´rescence sur la tempe´rature et la
combustion.
1.2.1.1 Gaz de fermions de´ge´ne´re´s
Les e´lectrons sont des fermions et ils suivent donc la statistique de Fermi-Dirac. Le nombre
moyen d’occupation d’un e´tat quantique d’e´nergie  s’e´crit :
n() =
1
e(−µ)/kT + 1
, (1.2)
ou` µ est le potentiel chimique. Le nombre de particules dans un volume e´le´mentaire de l’espace
des phases, dτ = dV dpxdpydpz, se de´duit en multipliant n() par gdτ/h
3, avec g le facteur de
de´ge´ne´rescence (g = 2 pour les e´lectrons), puis en inte´grant sur le volume. En coordonne´es
sphe´riques, on obtient :
dN =
gV
2pi2~3
p2dp
e(−µ)/kT + 1
. (1.3)
C’est le nombre de fermions d’impulsion comprise entre p et p+dp, re´sultant du produit du nom-
bre d’e´tats d’impulsion p disponibles (gV p2/2pi2~3) par la probabilite´ qu’un e´tat d’impulsion p
soit occupe´ (1/e(−µ)/kT +1). A priori, les e´tats de grandes impulsions sont moins probables, mais
comme leur nombre est beaucoup plus important, on a au final plus de particules d’impulsion
e´leve´e. L’e´nergie de la particule non-relativiste s’e´crit  = p2/2m, en passant de la variable p a`
la variable , on se rame`ne a` la densite´ volumique de particule :
n =
gm3/2√
2pi2~3
∫ ∞
0
√
d
e(−µ)/kT + 1
=
∫ ∞
0
dn(). (1.4)
Cette relation implicite permet de de´terminer nume´riquement le potentiel chimique µ a` partir
de n et T. Connaissant µ et T, l’e´nergie volumique, E, et la pression, P, du gaz sont donne´es
par les inte´grales :
E =
∫ ∞
0
 dn() =
gm3/2√
2pi2~3
∫ ∞
0
3/2d
e(−µ)/kT + 1
(1.5)
P =
∫ ∞
0
1
3
pv dn() =
gm3/2√
2pi2~3
∫ ∞
0
2
3
3/2d
e(−µ)/kT + 1
=
2
3
E. (1.6)
On a la relation P = 23E correspondant a` un gaz de fermions non-relativistes, le 2 vient de la
de´pendance quadratique de l’e´nergie vis a` vis de l’impulsion :  = p2/2m et le 13 correspond a` la
dimension de l’espace. On obtient un indice adiabatique γ de´fini par P = (γ − 1)E de γ = 53 .
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1.2.1.2 Fermions Relativistes
Ceci n’est valide que pour un gaz non-relativiste. En effet on a utilise´  = p2/2m, ce qui
est faux pour une particule relativiste, pour laquelle il faut utiliser la relation d’einstein : 2 =
p2c2 +m2c4. Dans le cas ge´ne´ral on part de l’e´quation 1.4, ou` on remplace  et µ par les quantite´s
−mc2 et µ−mc2 respectivement l’e´nergie cine´tique et le potentiel chimique cine´tique. Ensuite
on passe a` la variable 2 = p2c2 +m2c4, ce qui donne :
dn() =
4pig
h3
m2c
kT
ex−η + 1
(
1 +
kT
mc2
x
)√(
1 +
kT
mc2
x
)2
− 1 dx, (1.7)
ou` on a pose´ : x = /kT et η = µ/kT , le parame`tre de de´ge´ne´rescence. Ensuite on pose
β = kT/mc2 le parame`tre de relativite´ et on se rame`ne a` :
dn() =
4pig
h3
m3c3
β
ex−η + 1
(1 + βx)
√
βx(βx+ 2) dx. (1.8)
Ce qui donne au final pour un gaz d’e´lectron (g = 2) :
n =
8pi
√
2
h3
m3c3β3/2[F1/2(η, β) + βF3/2(η, β)] (1.9)
avec l’inte´grale de Fermi-Dirac :
Fk(η, β) =
∫ ∞
0
xk
√
1 + 0.5βxdx
ex−η + 1
. (1.10)
1.2.1.3 Gaz e´lectrons - positrons
Cependant a` tre`s hautes tempe´ratures, quand kT ∼ mec2, les collisions entre photons devien-
nent assez e´nerge´tiques pour cre´er des paires fermions anti-fermions. Pour les e´lectrons, il faut
des tempe´ratures de l’ordre de 1010K. Dans ces conditions il faut tenir compte de la pression
supple´mentaire due aux positrons (Timmes et Swesty, 2000). On a l’e´tablissement d’un e´quilibre
pour la re´action :
e+ + e− 
 γ + γ. (1.11)
Dans ce cas, les potentiels chimiques sont e´gaux : µe+ = −µe− , car le potentiel des photons
est nul. Comme on a choisi d’e´crire la densite´ d’e´lectrons en fonction du potentiel chimique
cine´tique, il faut faire de meˆme pour le potentiel des positrons :
ηe+ =
µe+ −mec2
kT
=
−µe− −mec2
kT
= −ηe− − 2/β (1.12)
Ainsi la densite´ de positrons s’e´crit de la meˆme fac¸on que celle des e´lectrons mais avec le potentiel
ηe+ :
ne+ =
8pi
√
2
h3
m3c3β3/2[F1/2(−η − 2/β, β) + βF3/2(−η − 2/β, β)] (1.13)
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On remarque que quand kT  mc2, le parame`tre de relativite´ est tre`s petit et le potentiel
des positrons est tre`s grand et ne´gatif. Dans ce cas l’inte´grale de Fermi-Dirac correspondante
est nulle et on a uniquement des e´lectrons. En revanche, quand kT  mc2, les potentiels sont
quasiment e´gaux et on a un gaz constitue´ a` moitie´ d’e´lectrons et a` moitie´ de positrons.
1.2.1.4 Cas limites
Les formules de´veloppe´es ci-dessus permettent de calculer le potentiel chimique des e´lectrons,
en re´solvant l’e´quation inte´grale (1.4), dans un cas tout a` fait ge´ne´ral. Mais si on suppose un
gaz a` tempe´rature nulle, les formules se simplifient. L’e´quation (1.3) pour des e´lectrons devient :
dn(p) = p2dp/pi2~3 si p < pF et dn(p) = 0 sinon, ou` pF est l’impulsion de Fermi. En dessous
de cette impulsion tous les niveaux sont occupe´s au dessus aucun. Ainsi la densite´ d’e´lectrons
s’e´crit :
ne =
1
pi2~3
∫ pF
0
p2dp =
∫ pF
0
dn(p) = p3F /3pi
2~3
On en de´duit que l’impulsion de Fermi vaut : pF = (3pi
2~3ne)1/3. Ensuite on compare cette
impulsion a` mec pour savoir si les e´lectrons sont relativistes ou non. Si pF  mec, les e´lectrons
sont ultra relativistes et on a : v ' c et  = pc. La pression se calcule alors par P = ∫ pF0 13pc dn(p)
et l’e´nergie par E =
∫ pF
0 pc dn(p). A partir de l’expression de l’impulsion de Fermi, on en de´duit
les expressions de la pression et de l’e´nergie du plasma ultra-relativiste a` tempe´rature nulle :
P =
1
4
~c(3pi2)1/3n4/3e =
1
3
E. (1.14)
On a la relation P = 13E correspondant a` un gaz de fermions ultra-relativistes (pF  mec), le 1
vient de la de´pendance de l’e´nergie vis a` vis de l’impulsion :  = pc et le 13 correspond encore a` la
dimension de l’espace. On obtient un indice adiabatique de γ = 43 , caracte´ristique de l’e´quation
d’e´tat d’un gaz ultra-relativiste. Si pF  mec les e´lectrons ne sont pas relativistes et v = p/me.
Alors P =
∫ pF
0
1
3
p2
me
dn(p) et :
P =
(3pi2~3)2/3
5me
n5/3e =
2
3
E. (1.15)
Cette approximation de tempe´rature nulle est valable quand kBT est petit devant l’e´nergie
de Fermi, qui est l’e´nergie correspondant a` l’impulsion de Fermi. La tempe´rature telle que
kBTF = F s’appelle la tempe´rature de Fermi :
TF =
1
kB
√
p2F c
2 +m2ec
4 −mec2 (1.16)
Tant que T  TF , l’approximation de tempe´rature nulle est valide. La courbe bleue sur la figure
1.5 repre´sente la tempe´rature de Fermi en fonction de la densite´. Ainsi, a` ρ = 1 × 106 g cm−3
par exemple, elle vaut TF = 2×109K. Donc meˆme si dans une naine blanche la tempe´rature est
initiallement de l’ordre de 10 millions de degre´s, elle reste infe´rieure a` la tempe´rature de Fermi
et l’approximation de tempe´rature nulle est valide.
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Figure 1.4 – Pression d’un gaz d’e´lectrons en fonction de la densite´ pour 4 tempe´ratures diffe´rentes. On
y reconnaˆıt le re´gime gaz parfait de pente 1 aux faibles densite´s, le re´gime de´ge´ne´re´ non-relativiste de
pente 5/3 aux densite´s interme´diaires et le re´gime de´ge´ne´re´ ultra-relativiste aux fortes densite´s avec la
pente 4/3. La ligne verticale repre´sente la densite´ se´parant ces deux re´gimes (e´quation 1.17)
Cependant dans l’enveloppe, tempe´rature et densite´ chutent brutalement et le gaz n’est plus
totalement de´ge´ne´re´. Ainsi, dans les couches plus externes, ou` la densite´ diminue, le gaz passe
de totalement de´ge´ne´re´ ultra-relativiste au centre a` quasi parfait non-relativiste a` la surface.
On peut observer ces diffe´rents re´gimes sur la figure 1.4. Pour la courbe correspondant a` une
tempe´rature de 106 K, la limite de de´ge´ne´rescence se situe vers 100 g cm−3. Ensuite la limite du
re´gime relativiste est atteinte quand pF ' mc. On trouve, inde´pendamment de la tempe´rature,
pour une composition e´qui-masse de carbone-oxyge`ne :
ρr ' µmpm
3
ec
3
3pi2~3
' 2× 106 g cm−3. (1.17)
Cette densite´, repre´sente´e sur la figure 1.4 par la ligne pointille´ verticale, marque la transition
du re´gime non-relativiste au re´gime ultra-relativiste. Cela se traduit par une pente, qui passe de
5/3 pour les e´lectrons non-relativistes a` 4/3 pour les ultra-relativistes.
1.2.1.5 Autres contributions
La contribution principale vient des e´lectrons dont l’e´quation d’e´tat vient d’eˆtre de´crite. Il
faut y ajouter les composantes radiatives et ioniques.
Gaz de photons : Il peut eˆtre important a` haute tempe´rature et notamment, on le verra,
dans les zones chaudes suivant la combustion. Il est pris a` l’e´quilibre thermodynamique local et
correspond au rayonnement du corps noir a` la tempe´rature T . Sa pression est donc simplement :
Prad =
1
3aT
4, avec a = 7, 566× 10−15 erg cm−3 K−4 la constante de Stefan.
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Figure 1.5 – Diffe´rents parame`tres du plasma en fonction de la densite´ : la tempe´rature de Fermi des
e´lectrons : T e
−
F , des ions : T
i+
F et les lignes de fusion et de cristallisation ou` le parame`tre coulombien vaut
respectivement ΓCO = 1 et ΓCO = 175.
Gaz parfait d’ions : Comme la tempe´rature de Fermi est inversement proportionnelle a` la
masse des particules (dans le cas non-relativiste : TF =
1
kB
p2F
2mp
), la de´ge´ne´rescence des protons
aura lieu a` des tempe´ratures 1000 fois plus faibles pour des e´lectrons. La figure 1.5 repre´sente
les tempe´ratures de Fermi des e´lectrons, en bleu fonce´, et des ions, en magenta, en fonction de
la densite´. Nous conside´rerons donc que le gaz d’ions est un gaz parfait, dont la pression s’e´crit :
Pi = nikBT .
Corrections coulombiennes : Cependant, pour les densite´s du coeur des naines blanches, les
interactions e´lectrostatiques entre ions et e´lectrons commencent a` eˆtre importante. Pour mesurer
leur importance, on compare l’e´nergie d’interaction e´lectrostatique a` l’e´nergie thermique :
Γ =
Z2e2
aikBT
= Z5/3Γe, (1.18)
avec Γe =
e2
aekBT
le parame`tre de couplage coulombien des e´lectrons. La se´paration inter-ionique
moyenne, ai, s’e´crit : ai = Z
1/3ae, avec ae = (3/4pine)
1/3 la distance moyenne entre e´lectrons.
Z2e2/ai est le e´nergie potentielle d’interaction de deux ions de charge Z se´pare´s d’une distance
ai. Dans le cas d’un me´lange de deux espe`ces ioniques, ici C et O, le parame`tre de couplage
devient :
ΓCO =
ZCZOe
2
aCOkBT
, aCO =
(aC + aO)
2
(1.19)
Ce parame`tre est le plus important pour de´crire l’e´tat des ions : lorsque ΓCO vaut 1, les ions
forment un liquide, et lorsqu’il de´passe 175 les ions cristallisent (Potekhin et Chabrier, 2000). Ces
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deux limites sont repre´sente´es par des lignes pointille´es sur la figure 1.5. La correction principale
consiste a` tenir compte de l’interaction entre chaque ions et le nuage e´lectronique l’entourant, en
supposant que les e´lectrons sont uniforme´ment re´partis. C’est le mode`le de la sphe`re ionique de
(Salpeter, 1954). Pour l’e´quation d’e´tat, ces corrections sont faibles. En revanche, elle sont plus
importantes pour les re´actions thermonucle´aires a` cause de l’effet d’e´crantage (voir 3.1.2). Dans
le cadre d’un plasma fortement couple´ (Γ 1), les ions se repoussent suffisamment pour former
un re´seau re´gulier de sphe`re contenant un ion entoure´ de Z e´lectrons. L’e´nergie d’interaction
d’un ion et de son nuage de Z e´lectrons en moyenne vaut :
W = −(3
2
− 3
5
)
Z5/3e2
ai
= −0, 9kBT Γ (1.20)
Ainsi l’e´nergie volumique d’interaction des ions avec les e´lectrons est :
Ecoul = 3Pcoul = −ni 9Z
5/3e2
10a
= −0, 9Pi Γ (1.21)
Ces interactions induisent donc des corrections de pression et d’e´nergie ne´gatives. Cette expres-
sion est valable pour un plasma ne contenant qu’une espe`ce et lorsqu’il est fortement corre´le´.
Pour les plasmas peu corre´le´s (Γ 1), les interactions e´lectrostatique sont plus faibles, le plasma
est plus homoge`ne et la sphe`re qui annule la charge d’un noyau, appele´e sphe`re de Debye est
beaucoup plus grande. Il faut alors utiliser le formalisme de Debye et Hu¨ckel (1923) qui est traite´
dans la partie e´crantage (voir 3.1.2).
Nos naines blanches sont compose´es pour moitie´ d’oxyge`ne et moitie´ de carbone de plus le
couplage n’est pas toujours fort. Il faut donc utiliser une expression plus ge´ne´ral. Yakovlev et
Shalybkov (1989) donne une expression valable pour tout Γ, fonde´e sur un formalisme d’ion
moyen de charge Z : Γ = Z
5/3
ae. Si Γ > 1 :
Ecoul =
(
−0, 9 Γ + 0, 97 Γ0,25 + 0, 22
Γ
− 0, 86
)
Pi. (1.22)
Cette expression tend bien vers le mode`le de sphe`re ionique pour Γ  1. Dans le cas Γ < 1,
l’expression devient :
Ecoul =
(
−0, 28 Γ3/2 + 1
3
0, 295 Γ1,988
)
Pi. (1.23)
Aux petits Γ, le terme dominant : Γ3/2 correspond bien au re´gime de Debye et Hu¨ckel (1923).
Plasma complet : La pression et l’e´nergie totale sont la somme de toutes ces composantes :
Ptot = Pe− + nikBT +
1
3
aT 4 + Pcoul
Etot = Ee− +
3
2
nikBT + aT
4 + Ecoul (1.24)
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Figure 1.6 – Carte 2D de l’e´nergie interne d’un plasma entie`rement ionise´ compose´ d’e´lectrons, d’ions
et de photons, en fonction de la densite´ et de la tempe´rature. Les lignes noires correspondent aux iso-
contours de l’e´nergie : horizontales, elles correspondent au re´gime domine´ par le rayonnement (E = aT 4)
et verticales dans le re´gime de´ge´ne´re´ qui ne de´pend quasiment que de la densite´.
La figure 1.6 repre´sente une carte de l’e´nergie en fonction de la densite´ et de la tempe´rature pour
un plasma de carbone-oxyge`ne. Les lignes repre´sentent les contours d’iso-e´nergie. Dans les re´gions
tre`s chaudes, on observe le re´gime domine´ par le rayonnement, ou` l’e´nergie volumique ne de´pend
que de la tempe´rature (E = aT 4), ce qui se traduit par des lignes d’iso-e´nergie horizontales. Au
contraire dans les re´gions froides et denses, c’est l’e´nergie de de´ge´ne´rescence des e´lectrons qui
domine et elle ne de´pend que de la densite´, d’ou` des lignes d’iso-e´nergie verticales. Enfin dans les
re´gions interme´diaires, on peut observer le gaz parfait d’ions et d’e´lectrons, caracte´rise´ par des
lignes de pente -1, en effet : log(E) = log(T ) + log(ρ) + cste, et a` e´nergie constante, l’inversion
donne, en e´chelle logarithmique : log(T ) = −log(ρ) + cste.
Pour la composante e´lectronique, les expressions de la pression ou de l’e´nergie ne sont pas
analytiques, car on a besoin du potentiel chimique des e´lectrons, de´fini de manie`re implicite par
l’e´quation (1.4). On utilise ici un code calculant l’e´quation d’e´tat d’inte´rieurs stellaires discute´
dans l’article Timmes et Swesty (2000). Ce code utilise un algorithme de Newton-Raphson
pour inverser l’e´quation (1.4) et obtenir µe. Les diffe´rentes grandeurs sont ensuite calcule´es en
connaissant µe et T. Cependant cette e´quation d’e´tat nume´rique est beaucoup trop couˆteuse
en temps de calcul pour eˆtre imple´mente´es dans un code hydrodynamique. On tabule donc ces
grandeurs en fonction de deux variables : ne la densite´ d’e´lectrons et T la tempe´rature.
Certains codes hydrodynamiques ne´cessitent la connaissance de la vitesse du son. Or cette
grandeur n’est pas la somme des diffe´rentes composantes du plasma. En effet, C2s =
∂P
∂ρ
∣∣∣
Stot
,
or la de´rive´ d’une composante de P, par exemple la composante e´lectronique, a` entropie totale
constante, n’est pas e´gale a` cette meˆme de´rive´ a` entropie des e´lectrons constante. En revanche, si
on fait appel a` des de´rive´s plus classiques, par rapport a` T et ρ, on peut se´parer les composantes.
Avec ces de´rive´s, la vitesse du son s’e´crit :
1.2. Naine blanche de carbone-oxyge`ne 33
C2s =
∂P
∂ρ
∣∣∣∣
T
+
1
ρ2
(
∂S
∂T
∣∣∣∣
ρ
)−1(
∂P
∂T
∣∣∣∣
ρ
)2
(1.25)
Ce qui, en se´parant les diffe´rentes contributions, s’e´crit :
C2s =
∂P e
−
∂ρ
∣∣∣∣∣
T
+
kT
Amu
+
1
ρ2
 ∂Se−
∂T
∣∣∣∣∣
ρ
+
3
2
k
AmuT
+ 4
aT 2
ρ
−1 ∂P e−
∂T
∣∣∣∣∣
ρ
+ nik +
4
3
aT 3
2 ,
(1.26)
Ainsi, le calcul de la vitesse du son, ne´cessite la tabulation des trois de´rive´s thermodynamiques
des e´lectrons : ∂P
e−
∂ρ
∣∣∣
T
, ∂S
e−
∂T
∣∣∣
ρ
et ∂P
e−
∂T
∣∣∣
ρ
. Tabuler directement cette grandeur ne´cessiterait l’util-
isation d’un troisie`me parame`tre de composition chimique : Cs(ne, T, Z), ce qui serait beaucoup
plus lourd et moins pre´cis.
1.2.1.6 De´ge´ne´re´scence et tempe´rature
Avec ces e´le´ments, on peut calculer les grandeurs thermodynamiques du plasma en connais-
sant son e´tat de densite´, tempe´rature et composition. Cependant pour mode´liser la combustion
thermonucle´aire, il faut pouvoir suivre de manie`re pre´cise l’e´volution de la tempe´rature, car la
de´pendance des taux de re´action vis a` vis de la tempe´rature est extreˆme : τ ∝ T 20 − T 40.
E´nergie thermique et e´nergie froide : Dans le coeur d’une naine blanche ayant atteint
la masse de Chandrasekhar, la densite´ est de l’ordre de quelques 109 g cm−3 et la tempe´rature
de Fermi vaut : TF = 2, 9 × 1010 K. L’approximation de tempe´rature nulle pour les e´lectrons
est donc largement valable. Ceux-ci sont donc fige´s dans les e´tats d’e´nergie infe´rieure a` l’e´nergie
de Fermi (F = kBTF ) : tous les e´tats tels que  < F sont occupe´s et tous les e´tats plus
e´nerge´tiques sont vides. Lorsqu’on somme l’e´nergie de ces e´tats multiplie´e par le nombre d’e´tats
disponibles a` cette e´nergie, on obtient l’e´nergie a` tempe´rature nulle ou e´nergie de de´ge´ne´rescence
(Ef = E(T = 0K, ρ)). Si on conside`re une tempe´rature non-nulle, un certains nombre d’e´lectrons
d’e´nergie infe´rieure a` l’e´nergie de Fermi vont occuper des e´tats plus e´nerge´tiques. Ainsi l’e´nergie
totale du gaz d’e´lectrons est le´ge`rement augmente´e, on appelle e´nergie thermique cette quantite´
d’e´nergie :
Ee
−
th (T, ρ) = E
e−(T, ρ)− Ee−(T = 0K, ρ)
L’e´nergie d’un gaz de photon et d’un gaz parfait d’ions a` T = 0 K sont nulles. Donc l’e´nergie
thermique totale s’e´crit :
Eth = E
e−
th +
3
2
nikBT + aT
4 + Ecoulth , (1.27)
ou` Ecoulth est de´fini de la meˆme fac¸on, par la diffe´rence entre l’e´nergie coulombienne a` T moins
celle a` T = 0 K.
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Figure 1.7 – A gauche : Carte 2D de l’e´nergie thermique du plasma. Les lignes noires correspondent
aux iso-contours de l’e´nergie thermique. Dans la partie de´ge´ne´re´e, ces contours ne sont plus verticaux,
contrairement a` ceux de l’e´nergie totale sur la figure 1.6, ce qui traduit une de´pendance notable vis a`
vis de la tempe´rature. A droite : Rapport de l’e´nergie thermique a` l’e´nergie interne totale, les lignes
repre´sentent des valeurs constantes du log de ce rapport. A grande densite´, ce rapport devient tre`s faible
et la partie thermique ne repre´sente plus qu’une tre`s petite fraction de l’e´nergie totale.
E´nergie thermique et tempe´rature : L’e´nergie de de´ge´ne´rescence domine tre`s largement
toutes les autres composantes. Cela est illustre´ sur la figure 1.7(b), qui est une carte du rapport
de la partie thermique, donne´e par l’e´quation (1.27), sur l’e´nergie totale. Dans les conditions
centrales avant ignition, pour T ∼ 1 × 107 K et ρ ∼ 1 × 109 g cm−3, ce rapport vaut 0,0001,
ce qui correspond a` une e´nergie de de´ge´ne´rescence de 99,99 % de l’e´nergie interne. Or dans un
code hydrodynamique, pour suivre l’e´volution de la tempe´rature, il faut re´soudre l’e´quation de
conservation de l’e´nergie :
dE = δQ− PdV. (1.28)
Le proble`me est alors d’inverser l’e´nergie interne, E(ρ, T, Z), pour obtenir la tempe´rature. Or
dans un milieu a` ce point de´ge´ne´re´, l’e´nergie de´pend principalement de la densite´ et tre`s peu
de la tempe´rature et une inversion directe de l’e´quation d’e´tat serait peu pre´cise. A partir de
l’e´quation d’e´volution de l’e´nergie totale, on retire l’e´nergie de de´ge´ne´rescence, dont l’e´volution
est adiabatique, car a` tempe´rature nulle, l’entropie est nulle et donc dEf = −PfdV , ou` Pf est
la pression froide. On en de´duit :
dEth = dE − dEf
= dQ− PdV − PfdV
= dQ− PthdV, (1.29)
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Ou` Pth(T, ρ) = P (T, ρ)− P (T = 0K, ρ) est la pression thermique. D’ou` l’e´quation finale :
dEth = dQ− PthdV. (1.30)
Sur la figure 1.7(a) est repre´sente´e l’e´nergie thermique du plasma, a` comparer a` la figure 1.6
repre´sentant son e´nergie totale. On voit imme´diatement l’inte´reˆt d’utiliser l’e´nergie thermique :
elle est beaucoup plus sensible a` la tempe´rature et permettra une inversion beaucoup plus pre´cise
pour de´terminer la tempe´rature. Notamment a` grande densite´, la` ou` l’e´nergie totale pre´sentait
des iso-contour verticaux, ceux de l’e´nergie thermique, sur la figure 1.7(a), ont une pente ∼ −1,
traduisant une de´pendance notable vis a` vis de l’e´nergie. On retrouve le re´gime domine´ par
le rayonnement, ou` Eth ∼ E, re´sultant en des contours d’iso-e´nergie horizontaux sur la figure
1.7(a) et un rapport e´gal a` 1 sur la figure 1.7(b).
Enfin, comme la pression thermique ne repre´sente qu’une faible fraction de la pression totale,
les effets de la combustion pourront eˆtre importants au niveau thermique sans modifier notable-
ment la pression. C’est pour cette raison que la combustion du carbone est explosive en milieu
de´ge´ne´re´ : l’e´nergie libe´re´e augmente la tempe´rature sans modifier la pression, ce qui empeˆche
l’expansion de refroidir le plasma, et donc les re´actions s’emballent.
1.2.2 Structure des naines blanches
1.2.2.1 Mode`le a` T=0 K et Masse de Chandrasekhar
Un mode`le approche´ et simple de naine blanche est le mode`le a` tempe´rature nulle. Dans ce
cas la structure de la naine blanche est un polytrope. Dans Chandrasekhar (1931) puis Chan-
drasekhar (1935), il a e´tudie´ en de´tail ces structures polytropique. Il a notamment calcule´ la
relation Masse-Rayon pour une naine blanche a` tempe´rature nulle et il a montre´ l’existence
d’une masse maximum : la masse de Chandrasekhar. En utilisant les expressions des re´gimes
non-relativiste et relativiste, ce mode`le est polytropique : P = κργ , avec γ variant entre 4/3 et
5/3. On a pour le cas ultra-relativiste, κ1 =
1
4~c(3pi
2)1/3(YeNa)
4/3 et pour le gaz non-relativiste
κ2 = (3pi
2~3)2/3(YeNa)5/3/(5me), ou` Ye = Z¯/A¯ est le nombre d’e´lectrons par nucle´on. Dans une
naine blanche de carbone-oxyge`ne Ye = 0, 5. Comme cette e´quation d’e´tat est inde´pendante de
T, l’e´quilibre hydrostatique suffit a` de´terminer la structure de l’e´toile :
dP
dr
= −Gm(r)ρ
r2
. (1.31)
En supposant que cette structure est a` syme´trie sphe´rique, on a dm(r) = 4pir2ρdr et on peut
e´liminer m(r) :
d
dr
[
r2
ρ
dP
dr
]
= −Gdm
dr
= −4piGr2ρ.
Ensuite en utilisant l’ex pression de la pression : P = κργ , on obtient l’e´quation :
γκ
r2ρ
d
dr
[
r2ργ−2
dρ
dr
]
= −4piG (1.32)
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Par analyse dimensionnelle, on peut construire l’e´chelle de distance : r2c =
(n+1)κρ
1/n−1
c
4piG , ou` n est
l’indice polytropique tel que γ = 1 + 1/n. Cet indice vaut 3/2 pour le gaz non-relativiste et 3
pour le gaz relativiste. En normalisant les e´quations avec les variables ξ = r/rc et θ
n = ρ/ρc ou`
ρc est la densite´ centrale, on obtient au final l’e´quation diffe´rentielle suivante :
1
ξ2
d
dξ
(
ξ2
dθ
dξ
)
= −θn (1.33)
C’est l’e´quation de Lane-Emden, qui de´crit la structure d’une sphe`re auto-gravitante pour un
polytrope d’indice n. On a calcule´ les solutions de cette e´quation pour quelques valeurs de n. Ces
re´sultats sont trace´s sur la figure 1.8(a). Pour n ≤ 3, la solution est strictement de´croissante et
s’annule pour une valeur finie de ξ, qui correspond au rayon de l’e´toile. On note ξ1 la premie`re
valeur de ξ pour laquelle θ(ξ1) = 0. Le rayon s’e´crit alors :
R = ξ1rc =
(
(n+ 1)κρ
1/n−1
c
4piG
)1/2
ξ1. (1.34)
La masse contenue dans la sphe`re de rayon ξ s’e´crit :
M(ξ) =
∫ r
0
4piρr2dr = 4pir3cρc
∫ ξ
0
ξ2θndξ
En utilisant (1.33) :
M(ξ) = 4pir3cρc
∫ ξ
0
d
dξ
(
ξ2
dθ
dξ
)
dξ = −4pir3cρc ξ2
dθ
dξ
.
Ainsi la masse totale de la structure s’e´crit :
M = −4pir3cρc ξ21
dθ
dξ
(ξ1) (1.35)
En e´liminant la densite´ centrale dans (1.34) et (1.35), on obtient la relation entre la masse du
polytrope et son rayon :
Mn−1 = (4pi)n−1
(
(n+ 1)κ
4piG
)n
ξn+11
(
dθ
dξ
(ξ1)
)n−1
Rn−3 (1.36)
Cette relation a la proprie´te´ remarquable d’eˆtre inde´pendante de R pour le polytrope d’indice
3, c’est a` dire pour le plasma ultra-relativiste : tout polytrope ultra-relativiste ne peut avoir
qu’une seule masse, que nous allons de´terminer. Pour cela il faut de´terminer les parame`tres ξ1
et dθ/dξ(ξ1) en re´solvant l’e´quation (1.33). On obtient pour les indices qui nous inte´ressent :
6, 897 et −0, 0424 pour le polytrope n = 3 et 3, 65 et −0, 203 pour le polytrope n = 3/2. Avec
ces valeurs, on trouve :
M = 0, 695
(
R
10 000 km
)−3 ( Ye
0.5
)5/3
M, (1.37)
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Figure 1.8 – A gauche : Solutions de l’e´quation de Lane-Emden (1.33) pour des polytropes d’indice
n = 1, 3/2, 2, 5/2, 3. A droite : Relation Masse-Rayon pour les polytropes γ = 5/3 et 4/3 et pour
l’e´quation d’e´tat d’une naine blanche a` tempe´rature nulle. Celle de l’EoS, co¨ıncide initialement avec la
gaz non-relativiste puis rejoint celle du gaz ultra-relativiste a` la masse critique de Chandrasekhar.
pour le gaz d’e´lectrons de´ge´ne´re´s non-relativistes. Cette relation Masse-Rayon est repre´sente´e
sur la figure 1.8(b) en vert. La masse de´pend du rayon a` la puissance −3, c’est a` dire que plus
le rayon est grand moins la structure est massive. Ce qui est le contraire d’une structure non
de´ge´ne´re´e. Dans le cas ultra-relativiste le re´sultat est encore plus remarquable, la masse est
inde´pendante du rayon :
M = 1, 45
(
Ye
0.5
)4/3
M. (1.38)
Ainsi toute naine blanche de´ge´ne´re´e et ultra-relativiste ne pourra avoir que cette masse, le rayon
s’ajuste en fonction de la densite´ centrale. On appelle cette masse la masse de Chandrasekhar
et elle impose une limite maximum a` la masse d’une naine blanche. En effet l’indice adiabatique
du plasma n’est 4/3 que quand toute l’e´toile est entie`rement ultra-relativiste. En re´alite´, dans
la structure, il varie entre 3/2 et 3, en augmentant a` mesure que la densite´ augmente et que les
e´lectrons deviennent relativistes.
Pour bien comprendre l’origine de cette masse maximale, on peut partir de l’e´quation (1.31)
exprimant l’e´quilibre hydrostatique de l’e´toile. Elle peut s’e´crire comme une force de pression
(fp = dP/dr) s’opposant a` la gravite´ (fg = ρg(r)). Dans un mode`le a` une zone, ou` on suppose
que l’e´toile est une sphe`re homoge`ne de masse M et de rayon R, cette e´quation devient :
fp =
P
R
∼ fg = GMρ
R2
.
Dans le cas d’une e´quation d’e´tat de´ge´ne´re´e : P = κργ , avec γ = 5/3 dans le cas non-relativiste
et 4/3 le cas relativiste. Ainsi, comme ρ ∝M/R3 :
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fp ∝ M
γ
R3γ+1
et fg ∝ M
2
R5
.
Ainsi pour une naine blanche de faible masse, γ = 5/3 et fp ∝ M5/3/R6 et donc quelle que
soit sa masse, elle est capable d’ajuster son rayon pour atteindre l’e´quilibre des deux forces. Par
exemple, quand l’e´toile se contracte, fp augmente plus rapidement que fg et donc, si le rayon
devient infe´rieur au rayon d’e´quilibre, fp > fg, et l’e´toile se dilate pour ajuster son rayon. Au
contraire, pour les naines blanches massives, quand les e´lectrons sont ultra-relativistes, γ = 4/3
et fp ∝ M4/3/R5 et la de´pendance en R est la meˆme pour la force de pression et la gravite´.
Dans ce cas, il n’existe pas de rayon d’e´quilibre. Rappelons toutefois que cela n’est valable que
pour une e´toile entie`rement ultra-relativiste. Plus pre´cise´ment on peut e´crire la diffe´rence entre
ces deux forces : fg − fp = fg(1 − (Mch/M)2/3) 1. Pour une masse infe´rieure a` Mch, la force
de pression l’emporte, l’e´toile se dilate, sa densite´ diminue, l’indice adiabatique augmente un
peu et le rayon peut alors s’ajuster. Au contraire, si M > Mch, la force de gravite´ l’emporte,
l’e´toile se contracte, mais les e´lectron restent ultra-relativiste, l’e´quation d’e´tat ne changeant
donc pas, le rayon ne peut pas s’adapter et rien n’arreˆte l’effondrement. C’est cette absence de
rayon d’e´quilibre, qui fait apparaˆıtre la masse de Chandrasekhar comme une masse maximum.
Ce mode`le est un mode`le ide´al ou` on suppose la tempe´rature nulle, ce qui n’est bien sur
pas vrai. Il fixe cependant une limite the´orique a` la masse d’un astre (ou du cœur d’un astre)
auto-gravitant compose´ de matie`re ultra-relativiste. Cela peut s’appliquer a` une naine blanche,
mais aussi au cœur de fer de´ge´ne´re´ dans les e´toiles les plus e´volue´es. Ainsi lorsqu’une naine
blanche ou un cœur de fer accre`te et s’approche de cette limite, la densite´ augmente et soit les
re´actions thermonucle´aires peuvent s’allumer (pour une naine blanche) et la contraction devient
une explosion, ou soit la contraction se poursuit jusqu’a` se transformer en effondrement en une
e´toile a` neutrons ou un trou noir.
1.2.2.2 Naines blanches plus re´alistes
Dans la re´alite´ une naine blanche est produite par le refroidissement du cœur stellaire de´nude´
a` la fin de l’e´volution des e´toiles de masse infe´rieure a` 8 M. Ce cœur initialement chaud se
refroidit et forme une naine blanche dont la structure e´volue vers la structure a` tempe´rature
nulle, si rien ne vient perturber le syste`me. Elles sont forme´es avec des masses initiales qui
de´pendent de la masse de l’e´toile proge´nitrice et dont la distribution pique´e en ∼ 0, 6 M est
repre´sente´e sur la figure 1.9(a).
Initialement la tempe´rature dans le cœur est trop faible pour la combustion du carbone,
et elle de´croˆıt rapidement dans l’enveloppe. La composition initiale du cœur, qui de´pend des
conditions de tempe´rature et densite´ auxquelles ont eu lieu la combustion de l’he´lium, n’est pas
moitie´ oxyge`ne et moitie´ carbone comme on le suppose souvent. Il y a en fait plus d’oxyge`ne que
de carbone et des traces de ne´on. La composition exacte ne´cessiterait de suivre toute l’e´volution
du cœur au cours de la vie de l’e´toile. La figure 1.9(b) montre les profils de tempe´rature et
composition d’une naine blanche calcule´ par L. Siess. On y observe la pre´sence d’une enveloppe
1. En re´alite´ on a fp − fg ∼ fg(1 − α(Mch/M)2/3), avec α = piξ1dθ/dξ|1
(
4pi
3
)−1/3 ∼ 1, 22 et les conclusions
restent les meˆmes
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Figure 1.9 – A gauche : Structure initiale de naine blanche (L.Siess), l’oxyge`ne y est plus abondant
que le carbone et la tempe´rature est quasi-uniforme dans le cœur. A droite : Distribution des masses
initiales d’une naine blanche, donne´ par des codes d’e´volution stellaire (ici Ruiter et al. (2013))
d’he´lium, ou` la tempe´rature de´croˆıt brutalement. Cette enveloppe difficilement mode´lisable,
compte tenu des gradients extreˆmes, est tre`s importante pour l’e´volution thermique de la naine
blanche. Cela est d’autant plus vrai lorsque celle-ci accre`te de la matie`re d’un compagnon, dans
le cadre du sce´nario de supernova par accre´tion. Dans ce sce´nario, pour atteindre la masse
critique de Chandrasekhar, la naine blanche doit accre´ter environ 0, 8 M, c’est a` dire plus que
doubler sa masse. Nous verrons dans la section suivante que l’e´nergie gravitationnelle libe´re´e
me`ne selon toute probabilite´ a` l’ignition de cette enveloppe. Cependant du fait de la difficulte´ a`
la mode´liser, le re´sultat de cette ou ces e´tape est tre`s incertain.
1.2.3 Physique de l’ignition
1.2.3.1 Chauffage compressionnel
La matie`re accre´te´e s’accumule progressivement dans l’enveloppe formant une couche d’he´lium
ou d’hydroge`ne sur le cœur de C+O, accroissant ainsi la masse totale de la naine blanche. En
conse´quence, l’inte´rieur est compresse´, libe´rant ainsi de l’e´nergie gravitationnelle qui va chauffer
la naine blanche. Ce chauffage est contrebalance´ par des e´missions de neutrinos et par la con-
duction thermique qui e´vacuent la chaleur ainsi produite. La conservation de l’e´nergie spe´cifique
s’e´crit :
d
dt
= −P d(1/ρ)
dt
+ Q˙ ⇔ ∂
∂ ln(T )
∣∣∣∣
ρ
d ln(T )
dt
+
∂
∂ ln(ρ)
∣∣∣∣
T
τρ =
P
ρ
d ln(ρ)
dt
+ Q˙, (1.39)
ou` τρ = d ln(ρ)/dt est le taux de compression. Inte´gre´ sur l’e´toile, on a :
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∫ M
0
∂
∂ ln(T )
∣∣∣∣
ρ
d ln(T )
dt
dMr =
∫ M
0
(
P
ρ
− ∂
∂ ln(ρ)
∣∣∣∣
T
)
τρdMr − L− Lν , (1.40)
avec L la luminosite´ de l’e´toile et Lν sa luminosite´ d’e´mission de neutrinos. Or le coefficient
devant le taux de compression τρ, est tre`s faible dans le cas d’un gaz de´ge´ne´re´. Si on prend
la limite du gaz a` tempe´rature nulle donne´e par les e´quation 1.15 et 1.14, avec P = κργ et
 = E/ρ = κργ−1/(γ − 1), ce coefficient est nul :
1− ∂
∂ ln(ρ)
∣∣∣∣
T
= 1− ρ ∂
∂ρ
ρ
P
= 1− κρργ−2 ρ
P
= 1− κρ
γ
P
= 0.
En re´alite´ la tempe´rature n’est pas nulle et ce coefficient n’est pas strictement nul, mais pour un
e´tat suffisamment de´ge´ne´re´ il est tre`s petit. Cela implique qu’une part importante de l’e´nergie
gravitationnelle libe´re´e sert a` augmenter l’e´nergie de Fermi des e´lectrons et que seule une petite
fraction sert a` chauffer le plasma. Cependant l’accre´tion libe`re une telle e´nergie gravitationnelle
que meˆme une petite fraction de cette e´nergie peut avoir un effet thermique significatif. En
suivant la de´marche de Nomoto (1982), on peut scinder le taux de compression en deux contri-
butions, τ
(M)
ρ correspond a` l’accroissement de la densite´ a` q = Mr/M fixe´, tandis que le terme
τ
(q)
ρ correspond a` la compression due au de´placement vers l’inte´rieur (q diminue) d’une coquille
lagrangienne (Mr) :
τρ = τ
(M)
ρ + τ
(q)
ρ , avec τ
(M)
ρ =
∂ ln ρ
∂ lnM
∣∣∣∣
q
d lnM
dt
et τ (q)ρ = −
∂ ln ρ
∂ lnM
∣∣∣∣
M
d lnM
dt
, (1.41)
ou` q = Mr/M de´croit lorsque la masse totale croit. La variation de la densite´ en fonction
de q est homologue et donc τ
(M)
ρ est spatialement uniforme dans l’e´toile. Au contraire τ
(q)
ρ
domine pre`s de la surface a` cause des forts gradients de densite´. En approchant de la masse
critique de Chandrasekhar, la densite´ centrale, ρc, augmente ainsi que son taux de variation
avec la masse : d ln ρc/dM . Ainsi τ
(M)
ρ , et donc le chauffage compressionnel au centre, sont des
fonctions croissantes de la masse. Le terme τ
(q)
ρ et l’e´nergie libe´re´e dans l’enveloppe, L
(q)
g , sont
plutoˆt proportionnels au taux d’accre´tion. Selon une estimation de Nomoto (1982), ce chauffage
compressionnel s’e´crit en terme de luminosite´ :
L(q)g ∼ 3× 10−2 L
(
M˙
7× 10−10 M an−1
)
(1.42)
Ainsi pour des taux d’accre´tion e´leve´s, le chauffage domine en surface, tandis que pour des
taux faibles il est important dans le cœur lorsque la structure est massive. Ainsi, le chauffage
compressionnel me`ne a` l’ignition centrale du carbone, pour une accre´tion lente, et a` celle l’he´lium
dans l’enveloppe, pour les forts taux d’accre´tion.
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1.2.3.2 Ignition, flashes et supernova
Dans cette section, on conside`re l’effet du chauffage compressionnel, jusqu’au moment de
l’ignition. C’est a` dire lorsque l’emballement thermonucle´aire est ine´vitable. Cependant on dis-
cutera de l’e´volution possible de la combustion : combustion quasi-statique, nova ou supernova,
en se limitant a` une discussion qualitative. Ces questions sont complexes et encore non-re´solues.
L’ignition a lieu lorsque l’e´nergie nucle´aire libe´re´e est supe´rieure aux pertes thermiques et
neutriniques. L’emballement de la combustion du carbone commence lorsque le coeur atteint des
tempe´ratures de l’ordre de quelques 108 K pour des densite´s supe´rieures a` 2 × 109 g cm−3. A`
cause de la de´ge´ne´rescence, la tempe´rature va augmenter, diminuant le temps nucle´aire τn, sans
augmenter la pression. L’absence de re´troaction ne´gative par la dilatation entraˆıne l’emballement
thermonucle´aire. Lorsque la tempe´rature est finalement suffisante pour dilater un peu le plasma
en combustion, la convection va dans un premier temps e´vacuer l’e´nergie nucle´aire produite et
re´guler les re´actions. C’est la phase dite de fre´missement. Mais n va continuer de s’accroˆıtre
et τn de diminuer. Lorsque τn < 100τd, ou` τd est l’e´chelle de temps dynamique, la convection
ne peut plus e´vacuer qu’une faible partie de l’e´nergie ge´ne´re´e et le gradient de tempe´rature
s’accentue jusqu’a` ce que la conduction thermique, qui est proportionnelle a` ∇T , puisse prendre
le relais : une de´flagration thermonucle´aire est ne´e (une de´flagration est un mode de propagation
de la combustion base´ sur la conduction thermique, contrairement a` une de´tonation, base´e
sur un choc. Ces deux modes possibles de combustion seront e´tudie´s dans le chapitre 3). Une
autre possibilite´ est d’accumuler une surpression suffisante pour de´velopper une de´tonation. Ces
diffe´rentes possibilite´s, valables aussi pour l’emballement de l’he´lium, sont discute´es dans les
paragraphes suivants.
Accre´tion d’hydroge`ne : La matie`re accre´te´e est dans la majorite´ des cas de l’hydroge`ne,
qui doit eˆtre d’abord bruˆle´ en he´lium, qui lui meˆme pourra eˆtre bruˆle´ en carbone. L’hydroge`ne
est accre´te´ d’un compagnon de la se´quence principale ou de type ge´ante rouge, lorsque celui-ci
remplit son lobe de Roche. Selon le type de compagnon les taux d’accre´tions peuvent eˆtre tre`s
diffe´rents. Les plus forts sont associe´s aux ge´antes rouges. Le maximum du taux d’accre´tion est
donne´ par la limite d’Eddington ((dM/dt)EH sur la figure 1.10(a)). Pour des taux plus faibles, le
chauffage est suffisant pour bruˆler l’hydroge`ne en surface. Cependant, il existe une valeur critique
au dela` de laquelle l’accre´tion d’hydroge`ne est trop rapide pour eˆtre convertie entie`rement en
he´lium. Cette limite, (dM/dt)RH , correspond au taux de croissance d’un cœur d’he´lium dans une
e´toile ou` l’hydroge`ne bruˆle en couche. Pour des taux supe´rieurs a` cette limite, le mate´riau non
bruˆle´ forme une enveloppe de type ge´ante autour de la naine blanche, qui perturbe l’accre´tion.
Si un tel taux se maintient, une enveloppe englobant les deux e´toiles se forme, empeˆchant la
supernova. Pour des taux plus faibles, l’hydroge`ne peut bruˆler de manie`re quasi-statique et
produire de l’he´lium au taux M˙He ≤ M˙H . Puis pour des taux encore plus faibles, l’hydroge`ne ne
bruˆle pas imme´diatement, il s’accumule puis s’enflamme re´gulie`rement en des novae re´currentes.
Plus le taux est faible, plus la couche d’accumulation est e´paisse et plus violente sera la nova.
Pour les plus violentes, de la matie`re est e´jecte´e et le gain net de masse diminue : M˙He ≤ M˙H .
Ces diffe´rents re´gimes sont repre´sente´s sur la figure 1.10(a).
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Accre´tion d’he´lium : Nomoto (1982) a e´tudie´ le cas d’accre´tion d’he´lium. L’he´lium accre´te´
provient soit d’une couche de combustion de l’hydroge`ne (de´crit pre´ce´demment) soit directement
du compagnon. Si le compagnon est une e´toile d’he´lium de masse comprise entre 1 et 2, 5 M,
alors son enveloppe va se dilater en structure de ge´ante lors de la formation du cœur de´ge´ne´re´
ce C+O. A ce moment l’enveloppe rempli son lobe de Roche et peut eˆtre accre´te´e par la naine
blanche a` des taux importants. Comme pour l’accre´tion d’hydroge`ne, le taux maximum est
donne´ par la limite d’Eddington ((dM/dt)EHe sur la figure 1.10(b)) et il se forme une enveloppe
de type ge´ante au dela` du taux critique (dM/dt)RHe. Cette limite correspond au taux de gain
de masse d’un cœur de C+O dans une e´toile ge´ante ou` l’he´lium bruˆle en couche. Pour des taux
plus faibles l’he´lium s’accumule et peut mener a` l’ignition.
Ignition centrale du carbone : Pour des taux tre`s faibles (M˙ < 7 × 10−10 M an−1),
l’ignition en couche de l’he´lium n’a pas lieu et l’ignition du carbone se fait au centre a` tre`s
grande densite´ (ρc ∼ 1 × 1010 g cm−3). La combustion commence alors dans le re´gime pycno-
nucle´aire 2, lorsque la ge´ne´ration d’e´nergie nucle´aire de´passe les pertes par neutrinos : n > ν (le
cœur e´tant presque isotherme, les pertes pas conduction et rayonnement sont faibles). Dans ce
re´gime les re´actions de´pendent peu de la tempe´rature et celle-ci ne va s’accroˆıtre que lentement ;
lorsqu’elle a atteint 5×107 K la combustion passe du mode pycno au mode thermonucle´aire, a` ce
moment la de´pendance en tempe´rature s’accroˆıt notablement et l’emballement thermonucle´aire
commence. Ce re´gime d’ignition pycno-nucle´aire n’est accessible que pour des masse initiales de
CO importantes, pour lesquelles la couche d’he´lium est assez mince pour ne pas s’enflammer. Il
correspond au coin infe´rieur droit de la figure 1.10(b) dans les e´tudes de Nomoto (1982).
Cependant, il semblerait que l’ignition du carbone dans le cœur sans ignition de l’enveloppe
au pre´alable ne soit pas re´alise´e dans la nature. En effet les sources d’he´lium (naine blanche ou
e´toile d’he´lium), transfe`rent la matie`re a` fort taux, provoquant son ignition dans l’enveloppe. Et
les sources pouvant fournir un taux faible et continu, sont riches en hydroge`ne, qui explose en
nova pour ces taux. Les taux e´tant tre`s faibles, la nova est violente et e´jecte probablement de la
masse.
Ignition en couche de l’he´lium : Pour des forts taux d’accre´tion, ≥ 3 × 10−9 M an−1,
le chauffage compressionnel est plus important que les pertes thermiques et la naine blanche
se re´chauffe. Le terme τ
(q)
ρ , proportionnel au taux d’accre´tion, domine et entraˆıne un chauffage
pre´fe´rentiel dans la couche d’he´lium. L’ignition se fait dans cette couche, bien avant d’atteindre
la masse de Chandrasekhar. La masse de la couche d’he´lium au moment de l’ignition, de´pend
du taux d’accre´tion. Pour des taux d’accre´tion faibles, la couche d’he´lium accumule´e est massive
et si une de´tonation s’allume dans la couche d’he´lium elle pourrait initie´e une de´tonation dans
le cœur et mener a` une supernova. C’est la partie note´e Off-Center He-Detonation sur la figure
1.10(b).
Pour les forts taux d’accre´tions M˙ > 4× 10−8 M an−1, l’ignition a lieu dans une couche de
faible masse, dont la combustion n’est pas assez violente pour e´jecter la masse accre´te´e. Flashes
2. Dans le re´gime pycno-nucle´aire, la fusion a lieu entre les noyaux voisins dans le cristal de carbone, con-
trairement au re´gime thermo-nucle´aire ou` les noyaux re´actants sont supra-thermiques.
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apre`s flashes, la couche d’he´lium est bruˆle´e en C+O qui s’accumule dans le cœur a` un taux
effectif : M˙C ≤ M˙He ≤ M˙H . Nomoto et al. (1984), ont e´tudie´ le cas d’une naine blanche de
1 M accre´tant a` M˙ = 1× 10−7 M an−1 et 4× 10−8 M an−1. La masse du cœur augmente et
il s’e´chauffe jusqu’a` ∼ 108 K, seuil au dela` duquel les pertes neutriniques prennent le dessus et
de´terminent la structure thermique du cœur. La tempe´rature est alors de´termine´e par l’e´quilibre
entre les e´missions de neutrinos et le chauffage compressionnel. Enfin l’ignition a lieu lorsque
le taux de ge´ne´ration d’e´nergie nucle´aire de´passe les pertes neutriniques. Les re´actions s’embal-
lent et finissent pas dilater le plasma qui devient convectif. Cette e´tape de fre´missements dure
une centaine d’anne´e pendant laquelle l’e´nergie ge´ne´re´e peut eˆtre e´vacue´e par les mouvements
convectifs. Cependant, au dela` d’une certaine tempe´rature une bulle de plasma bruˆle si vite
que la conduction thermique devient plus rapide que les mouvements convectifs. Dans ce cas la
combustion se propage de proche en proche par conduction thermique, c’est a` dire sous forme
de de´flagration. Cette phase de´termine la ge´ome´trie d’ignition, notamment s’il y a plusieurs
points d’ignition et s’ils sont de´cale´s par rapport au centre. Des travaux re´cents de Zingale et al.
(2011) et Nonaka et al. (2012) sur la phase de combustion convective lente, semblent indiquer
que l’ignition aurait plutoˆt lieu en un seul endroit. C’est le sce´nario typique d’ignition dans une
naine blanche proche de Mch , note´ Carbon-Deflagration sur la figure 1.10(b).
Finalement, le chauffage compressionnel duˆ a` l’accre´tion est un me´canisme robuste d’ignition.
Pour des taux forts, on a des flashs d’he´lium puis l’ignition du carbone au centre. Alors que
pour des taux plus faibles, l’accumulation d’he´lium pourrait eˆtre suffisante pour provoquer la
de´tonation de la couche d’he´lium puis du cœur. Cependant, cela suppose une accre´tion effective
jusqu’a` la masse de Chandrasekhar dans le premier cas, et l’ignition d’une de´tonation d’he´lium
dans le second cas. Ces points sont toujours de´battus et nous allons voir quels sont les avantages
et les proble`mes de ces sce´narios d’ignition dans le chapitre suivant.
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Figure 1.10 – A gauche : Diffe´rents re´gimes d’accre´tion d’hydroge`ne : formation d’une enveloppe de
type ge´ante pour des taux (dM/dt)EH > M˙ > (dM/dt)RH , ou` (dM/dt)EH est la limite d’Eddington. Pour
des taux plus faible, M˙ < (dM/dt)RH , la combustion est quasi-statique, puis pour les taux les plus faibles,
l’hydroge`ne s’accumule et explose en novae lorsqu’il s’enflamme. La masse de la couche explosant (affiche´e
dans la partie basse) diminue lorsque la masse de la naine blanche augmente. A droite : Destin final
d’un syste`me accre´tant de l’he´lium. Comme pour l’hydroge`ne, pour les taux les plus forts infe´rieurs a` la
limite d’Eddington, une enveloppe de type ge´ante se forme. Pour des taux plus faibles : M˙ < (dM/dt)RHe,
on entre dans le re´gime quasi-statique et des novae peu violentes. Dans ces re´gimes, la masse du cœur
de carbone augmente jusqu’a` l’ignition d’une de´flagration centrale de carbone. Pour des taux plus faibles,
les novae se font plus violentes et peuvent de´toner en une Off-Center He-Detonation. Enfin pour les taux
tre`s faibles, si la masse de cœur de carbone est suffisante, c’est le carbone du cœur qui s’allume.
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2.1 Syste`mes proge´niteurs et sce´narios d’e´volution
Dans le chapitre pre´ce´dent, nous avons de´crit les proprie´te´s ge´ne´rales des supernovæ ther-
monucle´aires, notamment leurs observables telles que les courbes de lumie`re et les spectres.
Et nous avons explique´ pourquoi l’explosion re´sultait de la combustion thermonucle´aire d’une
naine blanche. Nous avons ensuite e´tudie´ la structure de ces naines blanches et mis en e´vidence la
masse limite de Chandrasekhar, au dela` de laquelle il n’y a plus de structure stable. Nous avons
enfin discute´ du sce´nario d’ignition le plus populaire, reposant sur le chauffage compression-
nel a` l’approche de cette masse critique. Cependant, ce sce´nario d’accre´tion jusqu’a` la masse de
Chandrasekhar n’est qu’une possibilite´ parmi d’autres. Comme de´crit dans le chapitre pre´ce´dent
son me´canisme d’ignition est robuste, mais il repose sur un doublement de masse par accre´tion.
Le sce´nario de de´tonation double, ou` une de´tonation d’he´lium, initie´e dans la couche accre´te´e,
de´clenche une de´tonation du coeur de carbone, pourrait exploser avant d’atteindre la masse de
Chandrasekhar. Mais il aurait plus de difficulte´s a` reproduire les observations. Enfin, pour se
passer comple`tement de l’accre´tion, le sce´nario de coalescence de naines blanches a e´te´ propose´.
Nous verrons dans une premie`re partie les qualite´s et les de´fauts de ces sce´narios puis, dans une
seconde partie, quelles sont les observations qui pourraient les de´partager.
2.1.1 Accre´tion jusqu’a` la masse de Chandrasekhar
Dans ce type de sce´nario, le plus e´tudie´ jusqu’a` re´cemment, une naine blanche de carbone
et d’oxyge`ne, forme´e avec une masse initiale de 0, 6 − 0, 7 M, accre`te de la matie`re de son
compagnon non de´ge´ne´re´ (e´toile de la se´quence principale, ge´ante rouge, ou e´toile d’he´lium),
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jusqu’a` devenir instable a` l’approche de la masse de Chandrasekhar. Avant ce sce´nario, propose´
par Whelan et Iben (1973), on pensait que le combustible de carbone de´ge´ne´re´ se trouvait dans
le coeur d’une e´toile e´volue´e. Nous allons voir dans un premier temps, que la condition d’igni-
tion, qui est d’atteindre Mch , n’est pas re´alise´e si facilement et qu’elle ne´cessite des syste`mes
proge´niteurs particuliers. Nous examinerons ensuite si ces proge´niteurs sont assez nombreux pour
expliquer les supernovæ observe´es. Enfin nous montrerons que, apre`s l’ignition, la combustion
doit avoir lieu selon deux modes : une de´flagration suivie d’une de´tonation avec une transition
dont la nature, encore mal de´termine´e, fait l’objet de cette e´tude.
2.1.1.1 Ignition
Lorsque la naine blanche approche Mch en se contractant, la densite´ et la tempe´rature diver-
gent dans le coeur. La contraction s’arreˆte lorsque la fusion du carbone ge´ne`re assez d’e´nergie
pour compenser les diffe´rentes pertes thermiques. Comme de´crit dans le chapitre pre´ce´dent, a`
partir de ce moment et apre`s plusieurs e´tapes, une de´flagration va se former. Cette flamme bruˆle
ensuite l’e´toile en quelques secondes. Dans ce sce´nario le me´canisme d’ignition est robuste. En re-
vanche, il repose sur les proprie´te´s de la masse critique de Chandrasekhar et donc sur l’accre´tion
effective de 0, 7−0, 8 M. Or de nombreuses e´tudes montrent qu’il est difficile d’accre´ter autant
de masse. Pour des taux d’accre´tion faibles, M˙H . 10−7 M an−1, l’hydroge`ne accre´te´ ne bruˆle
pas imme´diatement a` la surface, mais s’accumule jusqu’a` ce que la tempe´rature a` la base de
cette couche soit suffisante pour exploser en une nova. En conse´quence, le gain net de masse, qui
de´pend naturellement de la masse de combustible qui explose, n’est pas ne´cessairement positif.
Pour des taux d’accre´tion plus e´leve´s, l’hydroge`ne bruˆle de manie`re quasi-statique, sans pertes
notables. A` taux encore plus e´leve´s, l’accre´tion devient instable, une enveloppe commune peut
se former et et le taux effectif d’accre´tion diminue. Pour re´sumer, la figure 2.1(a) repre´sente
l’efficacite´ d’accre´tion d’hydroge`ne,ηH , de´finie comme le rapport du taux d’accre´tion depuis le
compagnon, M˙comp, sur le taux de production d’he´lium, M˙He. L’efficacite´ d’accre´tion de l’he´lium,
de´finie de la meˆme fac¸on : ηHe = M˙He/M˙CO, est aussi incluse. Cette figure met en e´vidence que
seule une petite gamme de parame`tres, pour M˙H & 10−7 M an−1, permet une accre´tion efficace
de l’hydroge`ne, que ce soit par des novae re´currentes n’expulsant pas plus de masse que n’a e´te´
accre´te´e ou par la combustion quasi-statique de l’hydroge`ne. Toutefois, ces syste`mes sont chauds
et devraient avoir une contrepartie observationnelle : les SuperSoft X rays Sources (SSXS). Or
ces sources ont e´te´ de´tecte´es, mais seraient trop peu nombreuses (Di Stefano, 2010a), ce qui
pourrait invalider ce sce´nario. Cependant, selon Starrfield et al. (2012) le re´gime de combustion
stationnaire ne serait jamais atteint, mais remplace´ par des novae re´currentes qui n’e´jecteraient
que tre`s peu de masse (< 4%). D’autre part, selon leurs calculs, la tempe´rature serait insuffisante
pour une de´tection syste´matique en rayons X.
Quoi qu’il en soit, lorsque l’hydroge`ne bruˆle et s’accumule effectivement sur la naine blanche,
une couche d’he´lium est produite sous la couche d’hydroge`ne. Dans d’autres cas, on peut accre´ter
directement de l’he´lium d’une e´toile d’he´lium ou d’une naine blanche d’he´lium ayant rempli
son lobe de roche. Ces syste`mes, de type AM CVns, posent la meˆme proble´matique pour la
combustion de l’he´lium. Selon Hachisu et al. (1999), la combustion de l’he´lium est stable si
M˙He > 10
−6 M an−1 et l’efficacite´ de l’accre´tion est de 1. En revanche, pour des taux plus
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Figure 2.1 – A gauche : Efficacite´ de re´tention de l’he´lium et de l’hydroge`ne pour deux parame´trisations
diffe´rentes, tire´s de Bours et al. (2013) A droite : Efficacite´ de re´tention totale : η = ηH × ηHe, pour
les parame´trisations de l’accre´tion d’hydroge`ne et d’he´lium choisies par divers auteurs. Selon les choix,
les diffe´rences peuvent eˆtre e´normes, par exemple pour le choix de Yungelson (2010) l’accre´tion ne peut
pas mener a` l’explosion.
faibles, l’he´lium s’accumule en couche plus ou moins e´paisse, puis explose en nova plus ou moins
violente. En combinant les efficacite´s de l’accre´tion d’hydroge`ne et de l’he´lium, repre´sente´es
sur la figure 2.1(a), on obtient une gamme restreinte de taux d’accre´tion qui me`nent a` une
augmentation effective de la masse de la naine blanche. Cette efficacite´ totale (η = ηH × ηHe)
est trace´e sur la figure 2.1.
Si l’accre´tion est tre`s lente, M˙He < 10
−8 M an−1, alors le chauffage par compression est
ne´gligeable et une couche importante d’he´lium peut s’accumuler. Son ignition pourrait initier
une de´tonation d’he´lium qui pourrait potentiellement provoquer l’explosion du coeur de carbone
(sce´nario de de´tonation double discute´ dans la partie suivante).
Jusqu’a` re´cemment, la rotation n’e´tait pas prise en compte. Pourtant, l’accre´tion se fait
probablement a` travers un disque d’accre´tion keplerien et donc la matie`re accre´te´e posse`de un
fort moment cine´tique, qu’elle transfert a` l’e´toile, acce´le´rant peu a` peu sa rotation (Yoon et
Langer, 2005). Il parait donc difficile de ne´gliger l’effet de la rotation sur la structure des naines
blanches pre´-supernovæ et notamment celle de la couche accre´te´e d’he´lium ou d’hydroge`ne. Ainsi
Yoon et al. (2004) ont montre´ que la rotation stabilisait la combustion dans la couche d’he´lium
par rapport a` un mode`le sans rotation. Cela est duˆ a` la fois a` un me´lange important de la base
de la couche d’he´lium avec le coeur de carbone, mais aussi a` la force centrifuge qui implique
une densite´ et une de´ge´ne´rescence plus faible dans les couches externes. L’effet de la rotation
est donc d’e´largir la gamme de parame`tres menant a` l’ignition centrale du carbone en e´vitant la
combustion trop violente en nova.
Finalement, la mode´lisation de cette e´tape d’accre´tion n’est pas encore assez pre´cise pour in-
valider ce mode`le d’accre´tion. En effet les parame´trisations de la physique de l’accre´tion donnent
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des re´sultats tre`s divergents, comme le montre la figure 2.1. Quoi qu’il en soit, il existe des taux
d’accre´tion d’hydroge`ne puis/ou d’he´lium pour lesquelles la combustion dans ces couches va pro-
duire du carbone et de l’oxyge`ne qui viendront accroˆıtre la masse du coeur. Et si l’accre´tion se
maintient assez longtemps, la masse critique de Chandrasekhar pourrait eˆtre atteinte et l’ignition
avoir lieu.
2.1.1.2 Existence des syste`mes
Une des grandes questions a` propos des supernovæ thermonucle´aires concerne le syste`me
proge´niteur. En effet, une naine blanche e´tant un astre compact, sa luminosite´ est faible et c’est
pourquoi on n’a jamais pu observer le proge´niteur d’une SN Ia. Cependant certaines binaires dans
notre galaxies pourraient correspondre aux diffe´rentes e´tapes d’accre´tion pre´ce´dant l’explosion.
Selon Wang et Han (2012) certaines binaires connues, U-Sco, RS Oph et TCrB, seraient
de bons candidats pour conduire a` une supernova thermonucle´aire. Elles contiennent en effet
une naine blanche proche de Mch et dans les deux dernie`res le compagnon est une ge´ante.
Cependant la naine blanche pourrait eˆtre compose´e d’oxyge`ne de ne´on et de magne´sium, auquel
cas un effondrement en e´toile a` neutron est plus probable. En effet, pour cette composition, les
captures e´lectroniques sont plus importantes que sur du carbone et l’augmentation de densite´ a`
l’approche de Mch , va entraˆıner la neutronisation du coeur puis son effondrement. Des syste`mes
massifs contenant une naine blanche et une e´toile d’he´lium sont aussi prometteurs. Enfin, les
syste`me symbiotiques, qui sont des binaires de longues pe´riodes avec une ge´ante rouge et un
objet dense et chaud, accre´tant puis bruˆlant le mate´riau venant de la ge´ante, correspondent
tout a` fait a` un proge´niteur de SNe Ia. Cependant leur fre´quence d’occurrence est trop faible
pour produire une fraction notable de supernovæ.
On observe peut eˆtre aussi les phases actives de ces proge´niteurs : les variables cataclysmiques.
On en distingue plusieurs cate´gories : les novæ classiques, les novæ re´currentes, les variables
novæ-like, les novæ naines, les VC magne´tiques et les AM CVns. Pour la phase d’accre´tion d’hy-
droge`ne, deux cate´gories pourrait correspondre au proge´niteur : les re´currentes et les naines. En
effet, les observations de ces explosions montrent une absence d’e´le´ments lourds dans les e´jecta.
Ce qui indiquerait que la naine blanche gagne effectivement de la masse. Les novæ classiques
montrent au contraire des signes d’e´le´ments lourds dans leurs e´jecta, indiquant que la naine
blanche perd de la masse (Starrfield et al., 2012). Les syste`mes de type AM CVn, sont des
variables cataclysmiques sans hydroge`ne. Ils se composent d’une naine blanche et d’un donneur
d’he´lium. Ces syste`mes accre`tent de l’he´lium a` taux e´leve´s et pourraient eux aussi mener a` une
supernova.
L’e´volution classique des binaires serait ainsi : une phase de vent optiquement e´pais, puis
une phase courte de SuperSoft X ray Source (SSXS) et enfin le stade de nova re´currente avant
l’explosion finale. La phase de SSXS est controverse´e, car selon les observations, il y aurait un
de´ficit d’un facteur presque 100 de SSXS dans la galaxie par rapport aux supernovæ. Une fac¸on
de rallier les observations est de supposer que cette phase est relativement courte (Di Stefano,
2010b). D’autre part, selon Starrfield et al. (2012), ces syste`mes accre´tant ne seraient pas assez
chaud pour e´mettre en rayons X.
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2.1.1.3 Absence d’hydroge`ne
Cependant, la phase de nova e´jecte de la matie`re accre´te´e riche en hydroge`ne ou he´lium. Cela
cre´e un environnement complexe, qui interagira avec les e´jecta lors de l’explosion et dont l’effet se
traduira sur les spectres (pre´sence d’hydroge`ne ou d’he´lium, rayonnement synchrotron en radio,
rayonnement thermique en X). Cependant ces signatures ne sont pas souvent observe´es sur les
spectres, ce qui pose proble`me a` ce sce´nario d’accre´tion. Rappelons qu’une des proprie´te´ les plus
remarquable des supernovæ thermonucle´aires est que leur spectre ne pre´sente ni hydroge`ne ni
he´lium. Ainsi, si l’e´volution menant aux SNe Ia passe effectivement par l’accre´tion et l’e´tape de
novae, il faut justifier l’absence d’hydroge`ne lors de l’explosion. Le sce´nario spin-up/spin-down,
propose´ re´cemment par Justham (2011) et Di Stefano et al. (2011), permet d’expliquer cette
absence, en introduisant un de´lai entre l’accre´tion et l’explosion. Ce de´lai correspond au temps
ne´cessaire a` l’e´toile pour dissiper la rotation acquise lors de la phase d’accre´tion (phase de spin-
up). En effet, Yoon et Langer (2005) ont obtenu des mode`les ou` la naine blanche de´passe la
masse de Chandrasekhar, sans atteindre la densite´ ne´cessaire a` l’ignition, a` cause de la force
centrifuge. Pour atteindre ces densite´s, la naine blanche doit e´vacuer son moment cine´tique pour
re´duire la force centrifuge et augmenter sa densite´ centrale. Ce de´lai, ne´cessaire au ralentissement
de la rotation (spin-down), pourrait permettre notamment a` la matie`re circum-stellaire de se
disperser et donc d’expliquer l’absence d’hydroge`ne dans le cadre du sce´nario d’accre´tion. Notons
cependant que Patat et al. (2007) ont trouve´ des preuves directes de matie`res circum-stellaires
dans un certain nombre de SNe Ia normales. De meˆme Sternberg et al. (2011) ont de´tecte´ des
structures de´cale´es vers le bleu, qui pourraient indiquer une e´jection de gaz. Et enfin, dans le cas
de PTF 11kx, Dilday et al. (2012) trouvent une structure qui s’interpre`te tre`s bien comme des
e´jecta interagissant avec plusieurs couches successives de matie`re circum-stellaire, qui pourraient
correspondre aux e´jecta des novae re´currentes ayant pre´ce´de´ la supernova.
2.1.1.4 Mode de combustion
Quel que soit le chemin e´volutif, si la naine blanche approche Mch , la compression devrait
initier la combustion dans le coeur et, apre`s quelques centaines d’anne´e de convection, un front
de combustion thermonucle´aire devrait apparaˆıtre dans la re´gion centrale. Deux modes sont
possibles (voir §3) : la de´flagration, mode subsonique se propageant par conduction thermique
et la de´tonation, mode supersonique consistant en une onde de choc allumant les re´actions
thermonucle´aires sur son passage. Cependant, la position et la ge´ome´trie de la zone d’ignition
restent mal contraintes de meˆme que le mode de propagation. En effet la phase de fre´missement
ou d’incubation convective est une e´tape complexe couplant convection et combustion. De plus,
au moment de l’ignition, on passe d’un processus lent, la convection, a` un processus dynamique :
de´flagration ou de´tonation. Physiquement, seuls ces deux modes de combustion sont possibles.
Cependant, ils sont qualitativement tre`s diffe´rents : une de´flagration est subsonique et laisse
donc le temps a` la naine blanche de se dilater pour s’adapter a` la libe´ration d’e´nergie nucle´aire,
en revanche une de´tonation e´tant supersonique, la naine blanche tre`s compacte est entie`rement
bruˆle´e avant d’avoir eu le temps de se dilater. Et cela a des conse´quences importantes sur les
densite´s auxquelles se de´roule la combustion, ce qui aura ensuite une effet sur les produits
nucle´osynthe´tiques de cette combustion.
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En effet, les taux de re´actions thermonucle´aires sont proportionnels au carre´ de la densite´
et ainsi, a` mesure que la densite´ de´croit, les re´actions sont de plus en plus lentes et les zones de
re´actions de plus en plus longues (voir §3.1). La combustion du me´lange carbone-oxyge`ne d’une
naine blanche a toujours lieu en trois e´tapes : d’abord la combustion du carbone, ensuite celle
de l’oxyge`ne qui produit du silicium et enfin ce dernier bruˆle pour donner du nickel. Ces trois
e´tapes ont des temps caracte´ristiques de re´action de plus en plus longs. En dessous d’une certaine
densite´, la combustion du silicium est tellement longue, qu’il n’a pas le temps de bruˆler avant que
l’expansion provoque´ par la combustion n’e´teigne les re´actions. A` des densite´s infe´rieures a` ∼
5×107 g cm−3 , la combustion produit donc du 28Si , a` cause de sa combustion incomple`te. Aux
densite´s e´leve´es, supe´rieures a` ∼ 1× 108 g cm−3, les re´actions sont assez rapides pour atteindre
l’e´quilibre nucle´aire statistique, en moins de un me`tre derrie`re la flamme.
Or dans le sce´nario d’accre´tion, au moment de l’ignition, la naine blanche est la plus massive
possible et donc tre`s dense : la majorite´ de sa masse se trouve a` des densite´s supe´rieures a`
1 × 108 g cm−3. Arnett (1969) a montre´ que cela excluait le sce´nario de de´tonation pure. En
effet, si la combustion de´marre en mode de´tonation, alors l’e´toile n’a pas le temps de se dilater
et la combustion n’a lieu qu’a` densite´ e´leve´e et le me´lange C+O est entie`rement bruˆle´ en 56Ni .
Cela ne correspond pas du tout aux spectres, qui pre´sentent des raies d’e´le´ments interme´diaires,
tels que le silicium et le soufre. La de´tonation pure pe`che par la nucle´osynthe`se, mais en re-
vanche l’e´toile est violemment de´lie´e et l’explosion est suffisamment e´nerge´tique. De leur cote´,
les mode`les de de´flagration pure ne libe`rent pas assez d’e´nergie, car, a` cause du de´veloppement
d’instabilite´s hydrodynamiques, notamment Rayleigh-Taylor, la flamme ne bruˆle qu’une faible
partie du combustible. Toutefois, le mode`le de de´flagration acce´le´re´e par la turbulence, peut
mener a` l’explosion de la naine blanche (Ro¨pke et al., 2007), mais il reste trois proble`mes de
taille :
1. L’explosion reste de faible e´nergie et de´pend de la ge´ome´trie de l’ignition,
2. il reste du carbone non bruˆle´,
3. les e´le´ments interme´diaires ont une vitesse trop importante.
Par contre, la de´flagration e´tant subsonique, la naine blanche se dilate, sa densite´ diminue et la
combustion produit bien les e´le´ments interme´diaires requis par les observations.
Le sce´nario de de´tonation retarde´e (Khokhlov, 1991) a ainsi e´te´ propose´ pour combiner
les avantages de ces deux modes de combustion. Dans ce sce´nario, une de´flagration initialement
lente est acce´le´re´e par les instabilite´s et la turbulence jusqu’a` se transformer en de´tonation. Cette
premie`re phase permet la dilatation de l’astre ne´cessaire pour obtenir la bonne nucle´osynthe`se
finale, tandis que la phase suivante de de´tonation permet d’incine´rer tout le combustible restant,
re´ussissant ainsi a` de´lier l’e´toile pour obtenir une explosion saine avec l’e´nergie typique de 1, 5×
1051 erg et des vitesse des e´jecta de plus de 10 000 km s−1. Gamezo et al. (2005) ont montre´ que
si cette transition avait lieu environ 1, 5 s apre`s l’ignition, alors les observables correspondaient
aux observations. Jackson et al. (2010) ont fait une e´tude parame´trique d’explosion en fonction
de la densite´ de cette transition, ils ont trouve´ ρDDT = 6, 8× 106 g cm−3.
Le proble`me du sce´nario de de´tonation retarde´e est le processus d’ignition d’une de´tonation
apre`s une phase de de´flagration. Ce processus, appele´ Transition De´flagration-De´tonation (TDD)
est connu sur Terre (voir §4.1). Par exemple, lors d’un accident dans une centrale nucle´aire, si
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de l’eau rentre en contact avec le combustible, il se de´gage de l’hydroge`ne qui peut ensuite
s’enflammer. La combustion de´bute par une de´flagration, mais les nombreuses interactions de la
flamme avec des obstacles ge´ne`rent de la turbulence qui va acce´le´rer la flamme. De plus, dans
ces milieux confine´s, a` mesure que la flamme acce´le`re, la pression augmente acce´le´rant encore
la flamme. Finalement, la de´flagration peut atteindre des vitesses soniques sans toutefois se
transformer en de´tonation. Ce fut le cas lors de l’accident de Three Miles Island aux E´tats-Unis,
ou` plusieurs pics de pression furent enregistre´s (Ciccarelli et Dorofeev, 2008). Heureusement,
ceux-ci n’e´taient pas assez forts pour endommager la structure. En revanche si la de´flagration
s’e´tait transforme´e en de´tonation, il est probable que le confinement aurait e´te´ endommage´,
car la surpression est beaucoup plus importante pour une de´tonation. Le meˆme me´canisme
se retrouve pour les coup de grisou, ou` le combustible est alors le me´thane qui s’e´chappe des
couches de charbon. Dans ces deux cas, la TDD est rendue possible, ou au moins grandement
favorise´e, par le confinement du gaz, qui permet a` la pression d’augmenter et aux chocs d’interagir
(Khokhlov et al., 1999; Oran et Gamezo, 2007). En revanche, dans le cas des supernovæ, le milieu
est totalement non-confine´ et la transition doit avoir lieu sans interactions exte´rieures, ce qui
fait que cette transition reste tre`s incertaine en ge´ome´trie sphe´rique non-confine´e. Cependant,
un certain nombre de sce´narios ont e´te´ imagine´s pour obtenir des conditions favorables a` une
de´tonation, voir section 4.2.
2.1.1.5 Avantages et de´fauts du sce´narios d’accre´tion
Finalement, ce sce´nario d’accre´tion pre´sente de nombreux avantages et repose sur un me´canisme
d’ignition robuste. De plus, le mode`le de de´tonation retarde´e reproduit correctement les pro-
prie´te´s ge´ne´rales des supernovæ. Par exemple, Hillebrandt et al. (2013) ont utilise´ l’e´tat final
d’une de´tonation retarde´e, une fois l’explosion relaxe´e en une expansion homologue, comme
donne´s d’entre´es pour un code de transfert radiatif qui ge´ne`re les observables d’une SN Ia :
spectres et courbes de lumie`res. Les courbes de lumie`res et les spectres se comparent tre`s bien
aux observations. Le proble`me qui demeure est la physique de l’accre´tion et notamment de savoir
s’il est effectivement possible d’atteindre la masse de Chandrasekhar. Cela me`ne au proble`me
majeur du sce´nario d’accre´tion pour les supernovæ thermonucle´aires : leur taux d’occurrence.
Dans les e´tudes de synthe`se de populations de binaires (Nelemans et al., 2013), il semble ressortir
que la fraction de syste`mes binaires atteignant la masse de Chandrasekhar par accre´tion soit
trop faible, donnant un taux de supernova de deux a` dix fois plus faible que le taux observe´. De
meˆme, la distribution du taux de supernova en fonction du de´lai ∆t entre l’e´pisode de formation
d’e´toile et l’explosion ne correspond pas aux observations d’une distribution en ∼ ∆t−1 (Maoz
et al., 2012). Cependant, re´cemment, Starrfield et al. (2012) affirment a` l’aide de simulations 1D
de la phase d’accre´tion et de combustion, que les novae re´currentes n’e´jecteraient que peu de
masse, permettant la croissance du coeur de C+O. Ce qui remettrait en cause les efficacite´s de
re´tention de l’hydroge`ne, utilise´es dans les codes d’e´volution de binaires qui essayent de pre´dire
les taux d’occurrence. De meˆme, lorsqu’on tient compte de la rotation, la gamme de parame`tres
ou` l’accre´tion est efficace est encore e´largie (Yoon et al., 2004). Ainsi, en tenant compte des ces
e´tudes re´centes, le taux d’occurrence serait augmente´ et peut-eˆtre cohe´rent avec les observations.
Ce sce´nario a donc encore de nombreux atouts et il demeure le plus e´tudie´ et le plus muˆr en ce
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qui concerne la mode´lisation de l’explosion.
2.1.2 De´tonation double
Une alternative inte´ressante serait que l’ignition ait lieu avant d’atteindre la masse critique
de Chandrasekhar. En effet, cette masse est seulement la limite the´orique de stabilite´ d’un astre
auto-gravitant soutenu par la pression de de´ge´ne´rescence des e´lectrons. Mais rien n’empeˆche l’em-
ballement thermonucle´aire du me´lange C+O de´ge´ne´re´ de la naine blanche si un autre me´canisme
d’ignition est a` l’œuvre. Dans ce sce´nario, l’ignition du coeur de carbone et d’oxyge`ne se ferait
apre`s accumulation d’une importante couche d’he´lium qui s’allumerait violemment en de´tonation
et qui de´clencherait ensuite la de´tonation du coeur. Pour cela, il faut une accre´tion assez lente
(M˙He < 10
−8 M an−1) pour que le chauffage par compression soit assez faible pour permettre
l’accumulation d’une couche importante d’he´lium. La de´tonation d’he´lium se propage jusqu’au
coeur de C+O et peut y initier directement une de´tonation de C+O. Dans le cas contraire, elle
transmet au coeur une onde de choc presque sphe´rique qui pourrait initier une de´tonation au
point de convergence de l’autre cote´ de l’e´toile (Fink et al., 2010).
Sim et al. (2010) ont montre´ que la de´tonation d’un coeur de C+O de masse infe´rieure a` Mch
produit des abondances et des observables assez similaires a` celles d’une SN Ia. En effet la densite´
n’e´tant pas aussi extreˆme que dans une naine blanche proche de la masse de Chandrasekhar,
la combustion a lieu a` la fois aux densite´s suffisantes pour produire le 56Ni et aux densite´s plus
faibles ne´cessaires pour la synthe`se des e´le´ments interme´diaires. De plus, ces syste`mes n’ayant
pas a` atteindre la masse de Chandrasekhar, l’accre´tion n’a pas a` eˆtre aussi efficace et ils sont ainsi
beaucoup plus nombreux. Selon Ruiter et al. (2011), ces syste`mes pourraient rendre compte du
taux d’occurrence des supernovæ dans la Galaxie. De plus, leur distribution de temps de retard
serait aussi en loi de puissance, meˆme si l’index serait 2 alors que les observations donnent plutoˆt
1, 2 (Maoz et al., 2010).
Le proble`me de ce mode`le est la couche d’he´lium ne´cessaire a` l’ignition d’une de´tonation.
Elle doit eˆtre suffisamment massive pour de´toner, mais si elle est trop massive, elle aura un
impact ne´faste sur les observables. Ainsi Hoeflich et Khokhlov (1996) et Nugent et al. (1997) ont
conside´re´ des mode`les de de´tonation double avec une couche d’he´lium de 0, 2 M. Dans ce cas, a`
cause de la production de nickel par la combustion de l’he´lium, les spectres sont trop bleus, trop
rapides et il n’y a pas de raies des e´le´ments interme´diaires. Dans les anne´e 90, on estimait qu’il
fallait une couche massive pour initier une de´tonation d’he´lium suffisamment puissante pour
faire de´toner le coeur de carbone. Mais re´cemment, Bildsten et al. (2007) et Shen et al. (2010)
ont montre´ que l’ignition pouvait avoir lieu dans une couche de 0, 05 M, si le coeur de carbone
est suffisamment massif. Selon les gradients de tempe´rature, cette ignition pourrait mener a`
une surpression suffisante pour une de´tonation d’he´lium. Enfin Fink et al. (2010) ont e´tudie´
l’initiation d’une de´tonation dans des couches d’he´lium de 0, 126 a` 0, 0035 M sur des coeurs
de 0, 810 a` 1, 385 M. Ils trouvent que la de´tonation d’he´lium permet toujours la de´tonation
du coeur apre`s convergence du choc ge´ne´re´ par la de´tonation d’he´lium et ce pour diffe´rentes
ge´ome´tries d’ignition. Ainsi, si l’on conside`re la limite de 0, 05 M calcule´e par Woosley et Kasen
(2011), pour la masse maximale d’une couche d’he´lium qui ne perturbe pas les observables, le
seul proble`me restant est l’ignition initiale de la de´tonation d’he´lium pour des couches de faible
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masse < 0, 05 M.
Selon le me´canisme d’ignition de Zel’dovich (voir partie 4.1.3), on aura initiation d’une
de´tonation si la combustion s’allume dans un milieu, ou` les gradients de tempe´rature sont
assez faibles pour une tempe´rature suffisamment e´leve´e pour l’emballement thermonucle´aire.
Or les non-line´arite´s extreˆmes des taux de combustion vont tendre a` produire de forts gradi-
ents de tempe´rature. Il faut donc un me´canisme de me´lange tre`s efficace aux petites e´chelles.
Dans le cas de la couche d’he´lium, le plus efficace est le me´lange duˆ a` la convection. C’est
elle qui de´termine les gradients de tempe´rature qui vont de´terminer si la combustion de´bute
en de´flagration ou en de´tonation. Pour une de´tonation, Woosley et Kasen (2011) trouvent qu’il
faut une densite´ de ρ ∼ 2 × 106 g cm−3. Il est donc possible que la plupart de ces explosions
soient des de´flagrations. Bildsten et al. (2007) et Fink et al. (2010) ont montre´ qu’on pouvait
avoir une de´tonation, meˆme pour des petites masses d’he´lium. Cependant, l’ignition consistait
en un point chaud, ou` le combustible frais a e´te´ artificiellement et instantane´ment transforme´
en cendres chaudes. Or il est beaucoup plus difficile d’initier une de´tonation avec un gradient de
tempe´rature re´solu et re´sultant d’un calcul d’e´volution stellaire cre´dible, que de montrer qu’une
fois initie´e la de´tonation peut se propager a` travers l’e´toile. D’autre part, en tenant compte de
la rotation de la naine blanche induite par l’accre´tion, Yoon et Langer (2004a) ont trouve´ que
l’enveloppe d’he´lium e´tait efficacement chauffe´e par la viscosite´ et la rotation diffe´rentielle des
couches accre´te´es. En conse´quence de quoi, l’he´lium s’enflamme plus toˆt, dans des conditions
moins de´ge´ne´re´es. Ce qui tend a` engendrer une de´flagration plutoˆt qu’une de´tonation, et donne
une nova plutoˆt qu’une supernova par de´tonation double. Dans ce cas, on suivrait le canal de´crit
pre´ce´demment, qui me`nerait finalement a` l’ignition centrale.
Ce sce´nario sub-Mch est physiquement re´aliste et il existe des proge´niteurs connus : les
AM CVn, qui semblent eˆtre assez fre´quents, avec une distribution des temps de de´lai en loi de
puissance. De plus, ce sce´nario propose une explication e´le´gante a` l’absence d’hydroge`ne ainsi
qu’a` la dispersion des courbes de lumie`res, le parame`tre e´tant la masse de la naine blanche.
La nucle´osynthe`se serait meˆme meilleure que pour le sce´nario de de´tonation retarde´e (Woosley
et Kasen, 2011). Un des proble`mes majeurs reste l’ignition d’une de´tonation dans des couches
d’he´lium peu massives. En effet, celle-ci repose sur le me´canisme des gradients de Zel’dovich
(voir §4.1.3), qui est peu e´tudie´ et peu contraint pour un combustible d’he´lium. Si la combustion
de´bute en de´tonation, alors un autre proble`me important concerne l’enveloppe d’he´lium et sa
combustion qui pollue les spectres. Elle doit eˆtre peu massive (< 0, 05 M), et il faut aussi qu’elle
ne soit pas purement compose´e d’he´lium. Kromer et al. (2010) ont montre´ que l’adjonction d’un
peu de carbone, par exemple a` travers la convection a` la base de la couche d’he´lium, permettait
d’obtenir des observables correctes.
2.1.3 Coalescence de deux naines blanches
Un dernier sce´nario qui pourrait mener a` une supernova thermonucle´aire est la fusion de
deux naines blanches de carbone et d’oxyge`ne, dont la masse totale de´passe la masse de Chan-
drasekhar (Iben et Tutukov, 1984; Webbink, 1984). Ce sce´nario, dit Double Degenerate (DD),
est le challenger du sce´nario d’accre´tion ou Single Degenerate (SD). Il faut tout d’abord que
l’e´volution des binaires me`nent a` la formation de deux naines blanches en orbite proche pour
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que l’e´mission d’ondes gravitationnelles conduise a` leur coalescence en un temps suffisamment
court. Au cours de cette phase finale, la naine blanche la moins massive remplit son lobe de
Roche puis est accre´te´e par la plus massive. Dans la version standard de ce sce´nario, la moins
massive est meˆme de´truite puis accre´te´e au travers d’un disque. Ensuite on rejoint le chemin
e´volutif du sce´nario d’accre´tion, ou` le chauffage compressionnel allume une de´flagration centrale
a` l’approche de la masse de Chandrasekhar. De´flagration qui doit ensuite se transformer en une
de´tonation pour reproduire correctement les observations. Le principal avantage de ce sce´nario
est que le taux de collision de deux naines blanches est e´leve´ et serait meˆme supe´rieur au taux de
supernovæ dans la Galaxie, νgal (Ruiter et al., 2009). D’autre part la distribution des de´lais entre
la formation stellaire et l’explosion est naturellement une loi de puissance en t−1 et correspond
donc aux observations. Le proble`me de ce sce´nario est d’e´viter l’effondrement gravitationnel de
l’objet re´sultant de la coalescence, en e´vitant d’allumer une de´flagration en surface.
Cependant, a` partir d’observations des populations de syste`mes doubles de naines blanches,
Badenes et Maoz (2012) affirment qu’il faut conside´rer que toutes les fusions (meˆme celles avec
Mtot < Mch) me`nent a` une SN Ia pour atteindre les taux observe´s. A` l’aide de simulations de
populations de binaires, Toonen et al. (2012) trouvent en effet que la majorite´ des fusions ont
une masse combine´e infe´rieure a` Mch . Ainsi il n’est pas suˆr qu’il y ait suffisamment de syste`mes
pour le sce´nario classique ou` Mtot > Mch. Il a e´te´ propose´ que les fusions sub-Chandrasekhar,
pourraient augmenter le nombre de supernovæ pour atteindre les taux observe´s (van Kerkwijk
et al., 2010). Cependant, il est encore moins suˆr que ces syste`mes puissent mener a` une explosion
thermonucle´aire.
2.1.3.1 Explosion ou effondrement
D’autre part, il semblerait que ce canal de formation me`ne a` un effondrement gravitationnel
plutoˆt qu’a` une explosion (Saio et Nomoto, 1985). En effet durant le processus de fusion de
deux naines blanches de masse totale supe´rieure a` Mch , il est probable que la moins massive
soit de´truite est accre´te´e par la plus massive. Il se forme alors un syste`me primaire-disque dont
l’e´volution de´terminera si la coalescence me`ne a` une supernova ou non (Mochkovitch et Livio,
1990). Le disque forme´ par les de´bris de la moins massive serait accre´te´ sur la primaire. Dans
ce cas le maximum de tempe´rature se situe a` l’interface disque/NB et l’ignition se ferait a` cet
endroit dans le mode subsonique de de´flagration. Dans ce cas la combustion est relativement
lente et l’e´toile est bruˆle´e en une naine blanche O-Ne-Mg. A` ces densite´s et avec une telle
composition, les captures e´lectroniques deviennent importantes et l’e´toile s’effondre en e´toile a`
neutrons (Miyaji et al., 1980). Pour empeˆcher cet effondrement, il faut e´viter l’initiation d’une
de´flagration en surface et pour cela, le taux d’accre´tion doit eˆtre assez faible.
Piersanti et al. (2003) ont e´tudie´ l’effet de la rotation induite par l’accre´tion rapide du disque
forme´ par la secondaire. Ils avaient suppose´ que tout le moment cine´tique e´tait accre´te´. Dans
ce cas l’effet combine´ de l’accre´tion et de la rotation est de dilater la surface et de la rendre
non-lie´e gravitationnellement, ce qui ralentit l’accre´tion subse´quente. Ces effets re´duisent le taux
d’accre´tion qui devient infe´rieur au taux critique d’ignition du carbone en surface. Ainsi, la naine
blanche primaire pourraient accre´ter jusqu’a` la masse de Chandrasekhar graˆce aux effets de la
rotation.
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Cependant, certaines e´tudes montrent que, quand la surface tourne quasiment a` la vitesse
Keplerienne, du moment peut eˆtre transfe´re´ de l’e´toile vers le disque et alors l’accre´tion peut se
poursuivre. Avec ce mode`le on accre`te plus de masse et on favorise l’ignition dans les couches
externes. Saio et Nomoto (2004) ont montre´, avec un mode`le re´solvant une e´quation de conser-
vation du moment angulaire, qui inte`gre les diffe´rentes instabilite´s de Yoon et Langer (2004b),
que la rotation retarde l’allumage de la combustion en surface, mais que le taux d’accre´tion reste
supe´rieur au taux critique, et que l’ignition en surface est ine´vitable.
Yoon et al. (2007) ont e´tudie´ la coalescence de deux naines blanches de CO de 0, 9 M et
0, 6 M avec un code SPH utilisant une e´quation d’e´tat correcte et un re´seau de re´actions con-
tenant les e´tapes depuis la combustion de l’he´lium jusqu’a` l’e´tablissement de l’e´quilibre nucle´aire
statistique (voir §3.1). Le re´sultat d’une telle coalescence peut eˆtre approxime´ par une e´toile de
CO en rotation diffe´rentielle, avec un coeur froid en rotation lente et une enveloppe chaude en
rotation rapide, le tout entoure´ d’un disque supporte´ par la force centrifuge. Ce re´sultat est en
contradiction avec les mode`les usuels, qui consistent en une naine blanche froide entoure´e d’un
disque e´pais. Ensuite ils e´tudient l’accre´tion lente de l’enveloppe et trouvent que l’ignition en
surface peut eˆtre e´vite´e malgre´ les taux d’accre´tion conside´rables. Tout d’abord la tempe´rature
a` l’interface coeur/enveloppe doit eˆtre infe´rieur au seuil d’ignition au moment de la coalescence.
Ensuite la perte de moment angulaire ne doit pas eˆtre plus rapide que les pertes neutriniques
a` l’interface. Enfin le taux d’accre´tion doit rester suffisamment faible : M˙ < 10−5 M an−1.
Leurs re´sultats semblent indiquer qu’une partie au moins des coalescences de naines blanches
conduirait a` une SN Ia.
Ce sce´nario classique de fusion de deux naines blanches repose sur le fait que la tempe´rature
lors de la coalescence reste infe´rieure au seul d’ignition du carbone. C’est effectivement le cas
dans la coalescence e´tudie´ par Yoon et al. (2007), cependant le seuil est vraiment proche, et
une fusion a` plus grande masse produira probablement une ignition en surface. Cependant 30%
des fusions super-Mch ont une masse < 1, 5 M, ce qui conviendrait si on conside`re les taux
de Yungelson et al. (1994). Cependant, de par la physique de l’accre´tion choisie, leurs e´tudes
sont tre`s pessimistes pour le sce´nario d’accre´tion (voir la figure 2.1(b)) et par conse´quent tre`s
optimistes pour le sce´nario de coalescence.
Finalement, pour que ce sce´nario conduise a` une supernova, il faut e´viter l’ignition d’une
de´flagration en surface. La physique de la coalescence puis de l’accre´tion e´tant tre`s complexe, il
n’y a pas de consensus sur cette question. Quoi qu’il en soit, si l’ignition est e´vite´e, ce sce´nario
rejoint le sce´nario SD avec l’avantage substantiel de n’avoir ni hydroge`ne ni he´lium pre´sent dans
tout le syste`me. Mais, comme le sce´nario SD, et pour les meˆmes raisons, le sce´nario de coalescence
ne´cessite une phase initiale de de´flagration suivie d’une de´tonation, et donc un me´canisme de
transition de´flagration-de´tonation. Une autre possibilite´ qui a e´merge´ re´cemment, consiste a`
e´viter la formation du disque avec des parame`tres orbitaux qui me`nent a` une coalescence violente.
2.1.3.2 Coalescence violente
Selon les parame`tres du syste`me binaire et notamment le rapport des masses, la coalescence
peut eˆtre calme, comme de´crit ci-dessus, ou alors tre`s rapide et violente. Lorsque les masses
sont proches, q = Macc/Mdon proche de 1, la fusion est dynamique et peut eˆtre suivie a` l’aide
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de simulations SPH. Ainsi Pakmor et al. (2010) ont e´tudie´ la fusion de deux naines blanches de
0, 9 M puis Pakmor et al. (2012) la fusion d’une primaire de 1, 1 M et d’une secondaire de
0, 9 M. Dans les deux cas, la coalescence est rapide et violente. Dans les dernie`res orbites la
naine blanche secondaire est fortement de´forme´e par les effets de mare´e et plonge sur la primaire.
Au point de contact entre les deux naines blanche, le mate´riau est compresse´, ce qui me`ne a` la
formation d’un point chaud. A` cet endroit les conditions thermodynamiques seraient propices
au de´clenchement d’une de´tonation.
A ce moment la`, le re´sultat de la simulation SPH est projete´e sur un autre code hydro-
dynamique capable de suivre flammes et de´tonations. Une fois initie´e, la de´tonation incine`re
comple`tement la structure compose´e du reste des deux naines blanches. Il est important de
noter que, dans ce cas, le processus de coalescence n’a eu quasiment aucun effet sur la primaire,
qui a conserve´ sa structure initiale en densite´. C’est un point crucial, car ainsi la de´tonation
a lieu dans une naine blanche sub-Mch , pour laquelle une de´tonation pure produit la bonne
nucle´osynthe`se. C’est la raison pour laquelle les deux mode`les de masse totale 1, 8 M et 2 M
ne produisent pas une trop grande quantite´ de 56Ni . D’autre part la masse de la naine blanche
primaire de´termine directement la masse de 56Ni produite et donc la luminosite´ de la super-
nova. Ainsi le premier cas donne une explosion sous-lumineuse tandis que le deuxie`me produit
une supernova normale. Cela donne une explication e´le´gante de la diversite´ des SNe Ia et de
la relation de Phillips. Selon Ruiter et al. (2013) la distribution de luminosite´ des coalescences
violentes reproduit bien la distribution observe´e. Cela ne´cessite cependant que la primaire soit
capable d’accre´ter une masse assez importante ∼ 0, 2 M, pour avoir une masse pique´e vers
∼ 1, 1 M. En effet si la primaire a` une masse de 0, 9 M alors il y a peu de 56Ni produit
et l’explosion est sous-lumineuse. Cependant cette augmentation de masse de la primaire est
obtenue de manie`re artificielle dans leurs simulations d’e´volution de binaires. Enfin, Hillebrandt
et al. (2013) ont utilise´ l’e´tat final pour ge´ne´rer les observables d’une SN Ia. Et malgre´ une
masse totale importante (2 M) les courbes de lumie`res et les spectres se comparent tre`s bien
aux observations.
Ce sce´nario de fusion violente a de nombreux avantages, notamment des explications e´le´gantes
pour l’absence d’hydroge`ne et d’he´lium et de la diversite´ des SNe Ia. Cependant les restrictions
ne´cessaires pour garantir la de´tonation, re´duisent le nombre de syste`mes proge´niteurs. Meˆme si
Ruiter et al. (2013) affirment qu’il reste suffisant, Toonen et al. (2012) trouvent un taux trop
faible, en utilisant un code d’e´volution calibre´ sur les observations. Cependant, selon Pakmor
et al. (2013), l’ajout d’une fine couche d’he´lium permettrait l’ignition d’une de´tonation pour
une gamme plus importante de parame`tres orbitaux et donc d’augmenter les taux de formation.
Cependant dans ces simulations nume´riques l’ignition d’une de´tonation est artificielle : de`s qu’un
seuil de tempe´rature et densite´ est franchi, le code inse`re artificiellement une de´tonation qui,
ensuite, se propage. En re´alite´ l’ignition repose sur des me´canismes dont les e´chelles sont tre`s
infe´rieures a` la re´solution des meilleures simulations actuelles (et pour des anne´es encore). Et
donc ces crite`res ne garantissent pas l’ignition d’une de´tonation, dans le cadre d’une simulation
hydrodynamique.
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2.1.3.3 Coalescence sub-Mch
D’apre`s les observations et les mode`les de populations, le nombre total de fusions super-
Mch ne semble pas suffisant pour expliquer le taux d’occurrence de SNe Ia dans la galaxie.
Il faudrait que presque toutes les coalescences me`nent a` une supernova, meˆme celles dont la
masse totale est infe´rieure a` la masse de Chandrasekhar. Le proble`me de ces sce´narios sub-
Mch est l’ignition d’une de´tonation. En effet Sim et al. (2010) ont montre´ qu’une de´tonation
pure dans une naine blanche C+O de masse infe´rieur a` Mch , produisait les bonnes observables.
Cependant, la distribution de masse de la naine blanche la plus massive doit eˆtre pique´e autour
de M ∼ 1, 1 M pour produire une distribution de luminosite´ correcte.
Lors d’une coalescence, si l’une des naines blanche est significativement moins massive que
l’autre, alors elle sera de´truite et accre´te´e. La structure finale est un coeur plus froid et une
enveloppe chaude. Dans cette configuration, si l’ignition est possible, ce sera probablement a`
l’interface coeur-enveloppe, menant a` un effondrement. En revanche, si les deux naines blanches
sont de masses presque e´gales, la structure finale est diffe´rente. La maximum de tempe´rature est
obtenu au centre Lore´n-Aguilar et al. (2009). Le coeur rassemble la majorite´ de la masse et est
entoure´ d’un disque dense partiellement de´ge´ne´re´. Pour une fusion sub-Mch , la tempe´rature est
trop faible lors de la fusion pour initier une de´tonation. De plus la densite´ centrale est faible et
une de´tonation aurait produit une explosion sous-lumineuse. Comme c’est la cas pour la fusion
0, 9 + 0, 9 M de Pakmor et al. (2010).
van Kerkwijk et al. (2010) proposent que le chauffage compressionnel du a` l’accre´tion rapide
du disque initie une de´tonation centrale dans une structure de masse infe´rieure a` Mch . La
structure e´tant plus chaude dans le coeur, l’ignition centrale serait favorise´e par rapport a`
l’ignition en surface, qui doit eˆtre e´vite´e. D’autre part, la compression permettrait d’avoir des
densite´s centrales compatibles avec un e´ve´nement de luminosite´ standard. Cependant, ce sce´nario
est encore tre`s spe´culatif et repose sur certaines hypothe`ses quant a` l’accre´tion du disque et la
structure du produit de la coalescence, qui doivent eˆtre valide´es. Enfin, comme il ne´cessite des
masses similaires, les contraintes sur les syste`mes binaires risquent de re´duire le taux d’occurrence
de supernovæ par ce me´canisme. Selon Toonen et al. (2012), limiter q ∼ 1, ne laisse que 10 %
du taux de SNe observe´e.
2.1.3.4 sce´nario alternatif : Core-Degenerate (CD)
Le principal proble`me du sce´nario de coalescence est l’ignition d’une de´flagration en surface,
qui entraˆıne un effondrement. Pour e´viter cela, Kashi et Soker (2011) ont propose´ le sce´nario
core-degenerate. Dans ce sce´nario, une naine blanche d’une masse de Chandrasekhar ou plus est
forme´e a` la fin d’une pe´riode d’enveloppe commune, par la fusion d’une NB compagnon et du
coeur d’une e´toile massive de la branche asymptotique des ge´antes (AGB). Ce coeur doit eˆtre
plus massif que la naine blanche pour que quand la fusion commence, il soit toujours plus chaud.
Il peut alors eˆtre de´truit et va former un disque d’accre´tion autour de la naine blanche. La naine
blanche e´tant moins massive, elle posse`de un puits gravitationnel plus faible et chauffe moins la
matie`re accre´te´e, e´vitant ainsi l’ignition en surface (Yoon et al., 2007). Ainsi dans le cas d’une
coalescence de masse supercritique, l’ignition a plus de chance d’avoir lieu au centre. Ensuite,
cette nouvelle naine blanche en rotation rapide n’explose pas imme´diatement, elle doit d’abord
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ralentir sa rotation. Ce ralentissement serait principalement du a` l’effet du rayonnement d’un
dipoˆle magne´tique non-aligne´ avec l’axe de rotation.
Livio et Riess (2003) avaient de´ja` propose´ le sce´nario de fusion d’une naine blanche et du
coeur d’une AGB a` la fin de la phase d’enveloppe commune, pour expliquer les rares SNe Ia dont
les spectres montraient des raies de l’hydroge`ne. Dans ce cas, l’explosion suivait imme´diatement
la collision. Mais si une rotation importante pouvait retarder l’explosion (Yoon et Langer, 2005),
alors ce sce´nario pourrait expliquer une SN Ia normale, car l’hydroge`ne de l’enveloppe commune
aurait eu le temps de se disperser, comme dans le cas du me´canisme spin-up/spin-down du
sce´nario d’accre´tion.
D’autre part, ces e´ve´nements sont nombreux ; Tout et al. (2008) ont estime´ que les enveloppes
communes re´sultent trois fois plus souvent en des fusions coeur-naine blanche qu’a` des variables
cataclysmiques ou des syste`mes de deux naines blanches. Cependant, il y a trois ingre´dient clefs
dans ce sce´nario :
1. Le coeur chaud doit eˆtre plus massif que la naine blanche, ce qui signifie une inversion
de masse, puisque la premie`re naine blanche produite correspond a` l’e´toile initialement la
plus massive.
2. La collision doit avoir lieu tant que le coeur est chaud (∼ 105 ans).
3. Le de´lai entre collision est explosion doit pouvoir aller jusqu’a` 10 milliards d’anne´es.
Ainsi ces crite`res font que le taux d’occurrence de supernova par ce chemin e´volutif semble eˆtre
relativement faible. Selon Meng et Yang (2012) il serait au mieux de 1% du taux de supernovæ.
2.2 Contraindre le syste`me proge´niteur
Dans la partie pre´ce´dente, nous avons explique´ comment chacun des trois sce´narios princi-
paux parvenait a` reproduire les observables et proprie´te´s ge´ne´rales des supernovæ thermonucle´aires.
D’apre`s Hillebrandt et al. (2013), ces trois sce´narios donnent des luminosite´s correctes, une
bonne nucle´osynthe`se stratifie´e et des spectres contenant les raies caracte´ristiques. Cependant,
comme nous en avons de´ja` discute´ brie`vement, ces chemins e´volutifs ne´cessitent des proge´niteurs
diffe´rents : toujours une naine blanche de C+O, mais le compagnon varie : une e´toile de la
se´quence principale, une ge´ante rouge ou une e´toile d’he´lium pour le sce´nario d’accre´tion, une
e´toile ou une naine blanche d’he´lium pour le sce´nario de de´tonation double ou une autre naine
blanche de C+O pour le sce´nario de coalescence. Contraindre le proge´niteur, notamment a`
travers l’e´tude statistique des populations de binaires, pourrait de´partager ces trois sce´narios.
D’autres observations ponctuelles peuvent apporter des indications, mais elles n’ont pas le meˆme
poids vu qu’elles ne concernent que des exemples particuliers.
2.2.1 Contraintes statistiques : taux d’occurrence
Une contrainte importante est le taux de supernovæ dans la Galaxie. Le syste`me proge´niteur
doit eˆtre suffisamment courant pour expliquer le nombre de supernovæ observe´es. Dans la Voie
Lacte´e il serait de (Cappellaro et al., 1999) :
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νgal ∼ 4× 10−3 ± 2 an−1, (2.1)
ce qui donnerait une supernova tous les 250 ans. De nombreux groupes essaient de caracte´riser
les diffe´rents sce´narios de formation de supernova a` l’aide d’e´tudes de synthe`se de population de
binaires (BPS), en essayant de retrouver le taux de supernovæ galactique.
2.2.1.1 Sce´narios d’accre´tion
Dans le cadre du sce´nario d’accre´tion, la mode´lisation est complexe car elle fait intervenir
des me´canismes physiques peu contraints, notamment l’accre´tion. Mais il ressort de nombreuses
e´tudes, que dans ce sce´nario, le taux d’occurrence galactique est difficile a` atteindre. Wang et Han
(2012) ont calcule´ les taux de supernovæ pour chacun des trois canaux principaux caracte´rise´s
par le type d’e´toile compagnon. Dans le canal principal l’astre compagnon est une e´toile de
la se´quence principale. Il repre´sente cependant moins de la moitie´ du taux galactique : νSP ∼
1, 8 × 10−3 an−1. Une autre possibilite´ est que le compagnon soit une ge´ante rouge, mais dans
ce cas les taux sont faibles : νGR ∼ 3× 10−5 an−1. Le troisie`me canal consiste en une accre´tion
d’he´lium et non d’hydroge`ne. Dans ce cas l’astre compagnon est soit une e´toile d’he´lium dont
l’enveloppe d’hydroge`ne a e´te´ arrache´e, soit une naine blanche d’he´lium. Les taux pour ce canal
sont plus faibles : νHe ∼ 0, 3×10−3 an−1. Mais l’inte´reˆt de ce canal d’accre´tion d’he´lium est qu’il
permet d’obtenir des explosion rapides, dont le de´lai entre la formation stellaire et l’explosion est
court : τdelai ∼ 45−140 Man. Les autres canaux ne peuvent obtenir cela, car les e´toiles d’he´lium
sont massives et e´voluent rapidement. Cette e´tude, parmi les plus optimistes, n’atteint que la
moitie´ du taux galactique en combinant les trois types de compagnon possibles. Cependant
ces e´tudes ne convergent pas encore, par exemple Ruiter et al. (2009) trouvent pour le canal
SD, plus de 90 % de syste`mes NB + RG, et un taux total tre`s faible. Alors que des e´tudes
ante´rieures, Belczynski et al. (2005) avaient trouve´ que pour un choix diffe´rents de parame`tres
(α = 0, 3, voir la signification de α dans la section 2.2.1.4), les sce´narios de donneur non-
de´ge´ne´re´ pouvait potentiellement expliquer le taux. L’inclusion d’un vent optiquement e´pais
(Hachisu et al., 2008) pourrait permettre d’augmenter notablement le taux lorsque l’interaction
se fait avec une ge´ante rouge. En effet ce vent permet d’e´vacuer les exce`s d’hydroge`ne a` tre`s fort
taux d’accre´tion et d’e´viter la formation d’une enveloppe commune. Cela a pour effet d’e´largir
l’espace des parame`tres menant a` l’explosion. De cette manie`re Hachisu et al. (2008) obtiennent
un taux νSP ∼ 4×10−3 an−1 et νGR ∼ 1×10−3 an−1. Mais ce taux est probablement nettement
surestime´. L’inclusion de la rotation pourrait elle aussi e´largir l’espace des parame`tres orbitaux
menant a` l’explosion (Yoon et al., 2004).
Ainsi dans le cadre du sce´nario ou` il faut atteindre la masse critique de Chandrasekhar, les
taux de formation semblent eˆtre un peu trop faibles. Cela vient du fait qu’une naine blanche
standard de carbone-oxyge`ne naˆıt avec une masse typique de 0, 7 M. Elle doit doubler sa
masse par accre´tion pour atteindre Mch , ce qui n’est pas facilement re´alisable. C’est l’inte´reˆt du
mode`le sub-Chandrasekhar de de´tonation double, qui n’a pas besoin d’atteindre la masse critique
Mch pour initier la combustion. Dans ce mode`le, la condition d’explosion est d’accumuler 0, 1 M
d’he´lium. Cette condition e´tant plus facilement re´alisable, ces proge´niteurs sont plus fre´quents
et produisent un taux d’occurrence de supernova plus e´leve´. Selon l’e´tude de Ruiter et al. (2009),
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le taux d’occurrence correspondant a` ce sce´nario serait de ν2Det ∼ 2, 6×10−3 an−1, ce qui rentre
mieux dans les barres d’erreur du taux galactique ( eq. 2.1)
2.2.1.2 Sce´nario de coalescence
Dans le sce´nario standard de coalescence de naines blanches, les e´tudes supposent qu’une
collision donne une supernova de`s que la masse totale de´passe Mch . Dans ce cas le taux de
formation de supernova serait comparable a` νgal (Ruiter et al., 2011). C’est l’inte´reˆt du sce´nario
DD par rapport au SD : il est plus fre´quent. Ce re´sultat semble logique, car il est plus facile
d’obtenir deux naines blanches de 0, 7 M, que de doubler la masse d’une naine blanche par
accre´tion. Cependant d’autres e´tudes ne trouvent pas un taux aussi grand. Par exemple, Toonen
et al. (2012) trouvent un taux galactique synthe´tique de νDD = 5, 8× 10−4 an−1, ce qui est bien
infe´rieur au taux observe´. Ils en concluent que le sce´nario classique (Mtot > Mch) n’est pas le
sce´nario principal. Cependant, il a e´te´ montre´ que dans le cas d’une coalescence classique, c’est
une de´flagration qui est initie´e, auquel cas on observe un effondrement et non une explosion. Seule
une gamme restreinte de parame`tres permettait d’e´viter l’effondrement. Notamment les collisions
violentes, durant lesquelles la secondaire est directement accre´te´e sans former de disque, semblent
initier des de´tonations (Pakmor et al., 2011). Cependant les parame`tres orbitaux ne´cessaires pour
de telles collisions re´duisent nettement le taux : ν ∼ 0, 01νgal (Meng et Yang, 2011).
Comme pour le cas du sce´nario d’accre´tion, on peut conside´rer les collisions sub-Mch pour
augmenter le nombre d’e´ve´nements. Mais la` encore il faut restreindre les parame`tres orbitaux
pour obtenir une explosion. Ainsi, selon Toonen et al. (2012), le taux de formation du canal
propose´ par van Kerkwijk et al. (2010) est du meˆme ordre que le taux du canal DD classique, et
meˆme la combinaison des deux reste insuffisante. Pour que le taux de formation de supernovæ soit
suffisant dans le cas des fusions de naines blanches, il faudrait aussi inclure les fusions CO+He.
Ils en concluent que meˆme si la distribution des temps de de´lai pour ce sce´nario correspond de
manie`re surprenante aux observations (voir section suivante et figure 2.2), la normalisation ne
correspond pas bien. Ruiter et al. (2013) ne sont pas aussi cate´goriques, ils ont e´tudie´ en de´tail
le sce´nario de collision violente et donnent un crite`re d’ignition de de´tonation pour q > 0, 8,
avec lequel ils obtiennent des taux corrects et une distribution de luminosite´ comparable aux
observations. Leurs taux sont en fait un peu plus faibles que les observations, mais ils expliquent
que si le sce´nario de collision violente est bien le contributeur majoritaire, d’autres collisions
peuvent aussi re´sulter en une supernova et contribuer aux taux globaux pour aboutir a` une
valeur correcte. Cependant, leur mode`le de population permet a` la primaire de gagner quelque
∼ 0, 2 M, ce qui reste a` justifier.
Enfin, Badenes et Maoz (2012) ont estime´ observationnellement que les collisions de naine
blanche super-Mch dans notre galaxie n’e´tait pas assez fre´quentes pour expliquer le taux de SNe
Ia par le sce´nario de fusion. Cette e´tude est fonde´e sur un e´chantillon de 4000 NB du Sloan
Digigtal Sky Survey pour contraindre les proprie´te´s de la population galactique de binaires et
en de´duire leur taux de collision. Ils trouvent νMch ∼ 0, 4× 10−3 an−1 ce qui est dix fois moins
que le taux galactique de supernovæ thermonucle´aires. En revanche si on conside`re toutes les
collisions, meˆme celles dont la masse totale reste infe´rieure a` Mch , alors ν ∼ 5, 1 × 10−3 an−1,
ce qui est alors du meˆme ordre que le taux de supernovæ galactique.
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Figure 2.2 – A gauche : DTD tire´ de Toonen et al. (2012) pour le sce´nario DD. Ce sce´nario reproduit
naturellement une DTD en loi de puissance. En revanche la normalisation semble trop faible. A droite :
DTD pour le sce´nario SD tire´ de (Bours et al., 2013). Les diffe´rentes courbes correspondent a` diffe´rent
parame´trage de la physique de l’accre´tion. Selon ce choix, la distribution peut eˆtre assez plate (tiret) ou
en loi de puissance pour le Model Islands.
2.2.1.3 Distribution des Temps de De´lai (DTD)
Une contrainte plus ge´ne´rale inclue aussi le de´lai entre la formation du syste`me binaire et
l’explosion. Ce temps est lie´ au temps caracte´ristique d’e´volution nucle´aire des e´toiles ainsi qu’a`
celui d’e´volution des binaires. Cette distribution des temps de de´lai ou delay time distribution
peut contraindre nettement plus les mode`les. En effet le taux d’explosion ci-dessus est simplement
l’inte´grale de cette distribution. Des observations re´centes de Maoz et al. (2012), ont confirme´
que cette distribution de´croit avec le temps comme 1/t. D’autre part, certains auteurs affirment
que cette distribution serait bimodale, avec 50% de SNe rapides, avec τdelai < 400 Man et
50% de SNe longues, avec τdelai ∼ 2, 4 Gan (Ruiter et al., 2011). Cette bimodalite´ pourrait
traduire deux me´canismes d’explosion ou deux populations diffe´rentes. La moitie´ de supernovæ
rapides, plus lumineuses et dont les courbes de lumie`re de´clinent plus lentement, correspondrait
aux populations stellaires jeunes. L’autre moitie´ serait des supernovæ a` long de´lai, qui seraient
moins lumineuses et de´clineraient plus vite.
Il semblerait que les sce´narios de coalescence soient en bon accord avec une DTD ∝ t−1,
comme on le voit sur la figure 2.2(a). Cela de´coule naturellement de la distribution des se´parations
orbitales (a) initiales en 1/a et du fait que le principal de´lai est du a` l’e´mission d’ondes gravita-
tionnelles, dont l’e´chelle de temps caracte´ristique est τGW ∝ a4. On a donc naturellement une
loi de puissance et :
dN
dt
=
dN
da
da
dt
= a−1
da
dt
= (t1/4)−1t−3/4 = t−1.
La distribution des de´lais pour le sce´nario d’accre´tion est beaucoup plus disparate et de´pend
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fortement du choix de la physique de l’accre´tion. Mais, de manie`re ge´ne´rale, la DTD est plutoˆt
plate et pre´sente souvent une absence de population rapide. La figure 2.2(b) regroupe des DTD
obtenues pour diffe´rents parame´trage physiques. Cette absence pourrait eˆtre corrige´e par le canal
d’accre´tion d’he´lium qui produit des explosion rapide. Cependant Hachisu et al. (2008) ont in-
troduit l’effet d’un vent optiquement e´pais, e´mis par la naine blanche a` forts taux d’accre´tion.
En conside´rant e´galement l’effet de ce vent sur l’e´toile compagnon, ils trouvent un taux d’occur-
rence suffisant et une DTD en loi de puissance pour le sce´nario d’accre´tion. D’autre part ce vent
permet d’e´viter l’enveloppe commune pour des compagnons plus massifs et qui e´voluent donc
plus rapidement, ce qui expliquerait, selon les auteurs, les supernovæ rapides. De plus, dans
leur mode`le, le canal NB+SP correspond a` une population rapide dont le pic de la distribution
est autour de 100 Man tandis que le canal NB+GR donne une population plus lente et tre`s
largement e´tale´e autour de 3 Gan. En revanche ils trouvent une masse importante d’hydroge`ne
dans le milieu circum stellaire, ce qui ne´cessite d’invoquer un sce´nario spin-up/spin-down pour
expliquer l’absence d’hydroge`ne dans les spectres.
Enfin, Ruiter et al. (2011) a e´tudie´ le canal sub-Mch, pour lequel le crite`re d’explosion
est la masse d’he´lium accumule´e et non la masse totale. Ce crite`re e´tant nettement plus facile a`
remplir, ces proge´niteurs seront beaucoup plus fre´quents. Leur distribution de de´lai est bimodale
avec des e´ve´nements rapides correspondant aux e´toiles d’he´lium, et des explosion a` long de´lai
correspondant a` l’accre´tion depuis une naine blanche d’he´lium. Cette composante a` long de´lai
de´croit en loi de puissance, mais l’index semble plus proche de -2 que de -1. Cependant ce sce´nario
reproduit quand meˆme une loi de puissance, ainsi le canal de´tonation double est prometteur.
2.2.1.4 Binary Population Synthesis (BPS) :
Ces e´tudes de synthe`se de population de binaires sont parame´tre´es et selon le choix de
ces parame`tres, peu contraints physiquement, les re´sultats peuvent eˆtre tout a` fait diffe´rents.
Deux me´canismes sont particulie`rement sources d’incertitudes : l’accre´tion et l’accumulation de
matie`re sur la naine blanche et l’e´tape d’enveloppe commune, quand le transfert de masse dans
la binaire est instable.
Enveloppe commune : Cette e´tape, encore jamais observe´e parce qu’elle est trop courte,
re´sulte de l’accre´tion instable de l’enveloppe d’une des deux e´toiles, lorsqu’elle remplit sont lobe
de Roche. Cette accre´tion instable me`ne a` la formation d’une enveloppe au coeur de laquelle
se trouvent les deux e´toiles. L’e´jection de cette enveloppe pre´le`ve de l’e´nergie et du moment
cine´tique au syste`me binaire. C’est en faisant un bilan d’e´nergie (formalisme α) ou un bilan de
moment cine´tique (formalisme γ) que les codes d’e´volution de binaires traitent cette e´tape. La
mode´lisation classique est le formalisme α : l’enveloppe emporte l’e´nergie orbitale selon :
GMMe
λR
= α
(
GMcm
2af
− GMm
2ai
)
,
ou` M est la masse du donneur, Mc la masse de son coeur, Me la masse de son enveloppe (qui est
l’enveloppe commune) et m la masse du compagnon. Le terme de gauche correspond a` l’e´nergie
de liaison de l’enveloppe, avec R le rayon de l’e´toile donneuse et λ un parame`tre structurel de
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l’enveloppe. Le terme de droite correspond a` la variation d’e´nergie orbitale due a` l’expulsion
de l’enveloppe commune. Le parame`tre α est l’efficacite´ e´nerge´tique de cette expulsion : pour
α = 1 l’e´jection de l’enveloppe couˆte une fois son e´nergie de liaison et pour α = 0, 25 l’e´jection
de l’enveloppe couˆte 4 fois son e´nergie de liaison. Ces deux parame`tres sont peu contraints et
ge´ne´ralement les incertitudes sont regroupe´es dans le produit αλ, dont la valeur varie entre 0, 1
et 3 selon les e´tudes. Quoiqu’il en soit, l’e´jection de l’enveloppe commune se traduit toujours
par une diminution de l’e´nergie orbitale et donc de la se´paration orbitale entre les deux e´toiles,
mais plus ou moins selon les choix.
Une autre parame´trisation a e´te´ introduite par Nelemans et al. (2000) pour mieux corre-
spondre aux observations de populations de doubles naines blanches. Cette parame´trisation se
base sur un bilan de moment cine´tique :
∆J
J
= γ
Me
M +m
,
ou` J est le moment cine´tique de la binaire et ∆J est le moment emporte´ avec l’enveloppe.
Ruiter et al. (2011) ont e´tudie´ plusieurs parame´trisations de l’e´tape d’enveloppe commune :
deux mode`les utilisant le formalisme α (αλ = 1 ou αλ = 0, 125) et un utilisant le formalisme
γ. Seul le cas αλ = 1 produit un nombre substantiel de supernovæ. Pour le cas αλ = 0, 125,
la se´paration apre`s la phase d’enveloppe commune est beaucoup plus faible et bon nombre de
coalescences coeur - NB ont lieu dans l’enveloppe commune et ne me`nent pas a` des supernovæ.
Pour le formalisme γ, au contraire, apre`s cette e´tape, l’orbite est encore plutoˆt large et beaucoup
de paires sont alors trop e´loigne´es pour interagir. Au dela` de l’effet global sur les taux, le choix
de ces parame`tres joue aussi sur la proportion des diffe´rents canaux. Ainsi la re´duction de
l’efficacite´ d’expulsion de l’enveloppe de α = 1 a` α = 0, 5, diminue le nombre de DD par deux
mais multipliait celui des SD par trois (Ruiter et al., 2009). Cela vient du fait qu’apre`s la phase
d’enveloppe commune, les se´parations orbitales sont plus grandes, ce qui de´favorise le sce´nario
DD qui ne´cessite des binaires relativement proches.
Enfin, Toonen et al. (2012) proposent un mode`le αγ qui combine les deux diffe´rentes parame´trisations
de l’e´tape d’enveloppe commune. Ce mode`le a` l’avantage de de´crire correctement la population
observe´e de binaires constitue´es de deux naines blanches. L’utilisation du seul formalisme α
donne des re´sultats incohe´rent vis a` vis des observations. Les diffe´rences induites par ce mode`le
sont visibles sur la figure 2.2(a).
Efficacite´ d’accre´tion : Enfin, la physique intervenant dans l’e´volution est elle aussi peu
contrainte, particulie`rement en ce qui concerne l’efficacite´ de re´tention de la matie`re accre´te´e.
Lorsque la matie`re riche en hydroge`ne est transfe´re´e a` la surface de la naine blanche, elle
forme une couche dont l’e´volution de´pend du taux d’accre´tion : M˙H . Cette couche e´volue selon
trois re´gimes possibles de´termine´s par le taux d’accre´tion et se´pare´s par deux valeurs : le taux
d’accre´tion critique (M˙cr(MNB)) et hydrostatique M˙hs(MNB). Cette dernie`re valeur correspond,
au seuil en dessous duquel l’hydroge`ne ne bruˆle pas imme´diatement. Au contraire il s’accumule
en une couche plus ou moins importante, jusqu’a` ce que la pression et la tempe´rature a` la base
de cette couche soient suffisamment e´leve´es pour permettre l’ignition de l’hydroge`ne. L’igni-
tion de cette couche d’hydroge`ne re´sulte en une nova (Starrfield et al., 1972), dont la puissance
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de´pend de la masse accumule´e, celle-ci de´pendant du taux d’accre´tion. On de´finit l’efficacite´
d’accumulation ou de re´tention de l’hydroge`ne par :
ηH =
M˙He
M˙H
,
qui correspond a` la fraction de la masse d’hydroge`ne accre´te´e transforme´e en he´lium et conserve´e
a` la surface de la naine blanche. Dans le re´gime des novae (M˙H < M˙hs), seule une partie de
la couche d’hydroge`ne est retenue apre`s l’explosion et donc ηH < 1. Pour des novae violentes,
non seulement la totalite´ de la couche d’hydroge`ne est expulse´e, mais elle emporte avec elle une
partie de la naine blanche ; on a alors ηH < 0. Ensuite, pour des taux d’accre´tion interme´diaires
(M˙hs < M˙H < M˙cr), toute la masse transfe´re´e par le compagnon est accre´te´e et bruˆle´e de
manie`re hydrostatique en he´lium et ηH = 1. Enfin pour des taux forts (M˙H > M˙cr), l’hydroge`ne
bruˆle a` un tel taux, qu’une structure similaire a` une ge´ante rouge se forme autour de la naine
blanche. Si ce taux est maintenu suffisamment longtemps une enveloppe commune se forme.
Cependant la combustion de H est suffisamment forte pour de´velopper un vent (Kato et Hachisu,
1994). Ainsi une partie de la matie`re accre´te´e, correspondant au taux critique, s’accumule tandis
que le reste, correspondant a` M˙H − M˙cr sera expulse´, et donc ηH < 1. Ce vent pourrait avoir
un effet sur le compagnon. Hachisu et al. (1999) ont de´veloppe´ un mode`le ou` ce vent chauffe
l’enveloppe, qui va se dilater et dont une partie sera arrache´e par le vent. Cela a pour effet de
re´guler le taux d’accre´tion qui est alors diffe´rent du taux de perte de masse du compagnon :
M˙H = |M˙comp| − |M˙arr|.
Une fois l’hydroge`ne bruˆle´, une couche d’he´lium s’accumule sous la couche d’hydroge`ne.
Pour l’accre´tion d’he´lium, on observe les meˆmes re´gimes, avec des novae d’he´lium a` faible taux
d’accre´tion puis une zone de combustion hydrostatique. On de´finit l’efficacite´ de re´tention de
l’he´lium de manie`re similaire a` ηH . Il n’existe pas de phase de vent d’he´lium, car les taux
correspondants seraient trop importants et ne se re´alisent pas dans la nature. L’efficacite´ totale
de re´tention de la matie`re accre´te´e est :
ηtot = ηH(M˙H)× ηHe(M˙He) = ηH(M˙H)× ηHe(ηHM˙H).
Ces diffe´rentes valeurs sont trace´es pour une masse de la NB accre´tante donne´e en fonction du
taux d’accre´tion sur la figure 2.1, pour diffe´rentes estimations. Les estimations les plus optimistes
e´tant celles de Hachisu et al. (2008) correspondant a` ηH1 et ηHe1 tandis que les plus pessimistes
sont celles de Yungelson (2010) correspondant a` ηH2 et ηHe2. Ruiter et al. (2009) se situant entre
les deux avec le choix de ηH2 et ηHe1. Les diffe´rences entre ces mode´lisations de l’accre´tion ont
des implications substantielles pour les taux d’occurrence synthe´tiques. Par exemple, les choix
de parame´trisation de Yungelson (2010) suppriment comple`tement le canal SD.
Finalement, Nelemans et al. (2013) concluent qu’avant de pouvoir utiliser les DTDs du
sce´nario SD pour e´mettre une opinion sur la probabilite´ de ce sce´nario, les efficacite´s de re´tention
doivent eˆtre mieux de´termine´es et la population de proge´niteurs doit eˆtre compare´e a` des
e´chantillons locaux. En effet Bours et al. (2013) ont montre´ que les de´saccords sur les taux
synthe´tiques du canal SD pouvaient atteindre un facteur 600, sans qu’aucune explication n’ait
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encore e´te´ trouve´e. En revanche les DTDs du sce´nario DD sont beaucoup plus cohe´rentes entre
les diffe´rents groupes, car elles de´pendent de moins de me´canismes physiques. Mais quoiqu’il en
soit, la normalisation reste insuffisante, que ce soit pour le SD (Bours et al., 2013) ou le DD
(Toonen et al., 2012), et il semblerait que le mieux soit l’addition des deux sce´narios (Meng et
Yang, 2012).
2.2.2 Contraintes ponctuelles
Au dela` de ces contraintes statistiques sur le taux annuel que doivent reproduire les mode`les,
de nombreuses observations ponctuelles de supernovæ proches ou de leurs restes permettent de
contraindre le mode`le d’explosion, mais pour ces cas la` seulement. En effet les observations statis-
tiques permettent de contraindre le mode`le d’explosion majoritaire, alors qu’un cas particulier
ne peut rien nous apprendre en toute ge´ne´ralite´.
Courbes de lumie`res pre´coces Avec les progre`s des techniques de de´tections des supernovæ,
celles-ci sont observe´es de plus en plus toˆt (par exemple SN 2011fe fut de´tecte´e probablement
4 heures seulement apre`s l’explosion), ce qui permet de placer des contraintes de plus en plus
pre´cises. Premie`rement sur l’e´toile qui explose, car initialement la luminosite´ est due principale-
ment au rayonnement thermique des couches choque´es et cette luminosite´ est proportionnelle au
rayon (L ∝ σT 44piR(t)2). Ainsi plus les observations sont proches de l’explosion et plus le rayon
est contraint. De cette manie`re Bloom et al. (2012) ont donne´ un rayon maximum pour l’e´toile
proge´nitrice de SN 2011fe de 0, 02 R, de´montrant qu’il s’agissait bien d’une naine blanche.
Ensuite dans le cas du sce´nario d’accre´tion, les e´jecta impacteraient l’e´toile compagnon qui
n’a pas explose´. Kasen (2010) a montre´ que la collision des e´jecta avec le compagnon devrait
produire un signal de´tectable en UV et en visible. Ce signal serait observable surtout pour un
compagnon de type ge´ante rouge, qui devrait pre´senter un net exce`s en UV. Ainsi l’absence
d’un tel exce`s, dans la majorite´ des SNe, indiquerait que le syste`me symbiotique ne serait pas
le proge´niteur principal (voir toutefois le cas de PTF 11kx Dilday et al. (2012)). Cependant, ces
e´tudes conside`rent une e´toile remplissant son lobe de Roche, or si on invoque le sce´nario spin-
up/spin-down (Justham, 2011; Di Stefano et al., 2011), l’e´toile aurait le temps de se contracter
rapidement et de re´duire d’autant sa signature.
Enfin une autre signature observable peu de temps apre`s l’explosion est l’interaction des
e´jecta avec un Milieu Circum-Stellaire (CSM), qui peut produire un rayonnement synchrotron
visible en radio ou ge´ne´rer un choc dans ce milieu, le chauffant jusqu’a` 109 K. Il e´met alors un
rayonnement thermique en rayons X. Hancock et al. (2011) et Russell et Immler (2012) ont estime´
une limite supe´rieure au flux radio et X respectivement et en on de´duit une contrainte sur la
masse du CSM et donc sur le taux de perte de masse : 1, 3×10−7 M an−1 et 1, 1×10−6 M an−1
respectivement. Ils affirment que cette limite exclue les compagnons massifs et e´volue´s, n’excluant
cependant pas les e´toiles de la se´quence principale. Encore une fois, le sce´nario spin-up/spin-
down, en laissant le temps au CSM de se dilater/disperser, permet de rentrer dans les limites
de´duites des observations pre´coces UV,X et radios.
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Images pre´-explosion Lorsqu’une supernova explose, on peut essayer de trouver des obser-
vations du site pre´ce´dant l’explosion pour caracte´riser le syste`me proge´niteur. Mais jusqu’ici ces
syste`mes restent invisibles et aucun n’a e´te´ identifie´. Cependant dans certains cas, il est possible
de mettre une limite supe´rieure sur la luminosite´ pre´-supernova et ainsi exclure certains type de
proge´niteurs. Par exemple, Nielsen et al. (2012) ont calcule´ une limite supe´rieur de luminosite´
en rayons X a` l’emplacement de 10 SNe Ia. Ces limites excluent les SSXS les plus brillantes.
Cependant ces contraintes sont similaires pour les mode`les SD et DD, car il est probable que
les syste`mes menant a` une double naine blanche, passent par une e´tape de fusion de l’he´lium
en surface qui serait visible comme une SSXS. (Di Stefano, 2010b). Dans le cas de la supernova
proche SN 2011fe, les images pre-explosion ont permis d’exclure les ge´antes rouges et la plupart
des e´toiles d’he´lium.
Les restes de supernovæ L’e´tude des restes de supernovæ permet de caracte´riser le milieu
dans lequel elles explosent. Il semblerait d’apre`s de nombreuses e´tudes que l’explosion a lieu
dans un milieu homoge`ne et peu dense, ce qui semble contredire le sce´nario d’accre´tion. En effet
dans ce cas, la phase d’accre´tion et les novae successives vont polluer et structurer le milieu
environnant et former un CSM plus ou moins complexe. Or la pre´sence d’un tel CSM n’est pas
compatible avec les observations de restes. Cependant le sce´nario spin-up / spin-down pourrait
laisser le temps au CSM de se disperser, expliquant a` la fois l’absence d’hydroge`ne dans les spectre
et l’absence de CSM dans de nombreuses observations. La majorite´ des restes e´volueraient dans
un milieu peu dense et homoge`ne, mais quelques restes pourrait pre´senter des signes de CSM.
Ainsi Lu et al. (2011) sugge`rent que l’arc X non-thermique dans le reste de la supernova de
Tycho re´sulterait de l’interaction entre les e´jecta et la masse arrache´e au compagnon.
Le proble`me du compagnon perdu Dans le sce´nario SD, le compagnon devrait survivre a`
l’explosion, meˆme s’il en sort alte´re´. Son enveloppe sera arrache´e par les e´jecta et ce qui reste
e´voluera en naine blanche, mais avec des caracte´ristiques inhabituelles. Ce survivant devrait
avoir quelques proprie´te´s tre`s particulie`res : une vitesse propre importante due a` l’effet fronde
de la disparition de l’e´toile principale, une importante vitesse de rotation, et son atmosphe`re
devrait eˆtre pollue´e par les produits de l’explosion, notamment le 56Ni . La de´couverte d’un
tel compagnon serait une preuve irre´futable du sce´nario. Cependant aucune preuve n’a jamais
e´te´ apporte´e quant a` la de´tection d’un compagnon survivant. Dans certain cas, il semble meˆme
acquis qu’il ne reste aucun compagnon dans le reste de supernova, par exemple Edwards et al.
(2012) ou Schaefer et Pagnotta (2012).
La matie`re circum-stellaire Dans le cadre du sce´nario SD, l’explosion devrait arracher tout
ou partie de l’enveloppe du compagnon : 10 a` 20% pour un e´toile de la se´quence principale et
plus de 90% pour une ge´ante rouge. Ce mate´riau arrache´ est riche en hydroge`ne et devrait donc
eˆtre de´tecte´ dans les spectres. Or l’hydroge`ne n’a jamais e´te´ de´tecte´ dans des spectres de SNe
Ia. Ce que le sce´nario d’accre´tion n’explique pas naturellement. Il faut invoquer le me´canisme
de spin-up/spin-down qui laisserait le temps a` l’e´toile compagnon d’e´voluer et notamment de se
contracter dans le cas d’une ge´ante.
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De la matie`re peut aussi eˆtre e´jecte´e dans le milieu circum-stellaire lors de l’e´volution pre´-SNe
Ia, dans le cadre du sce´nario SD. En effet lors de l’e´tape de nova re´currente, les explosion succes-
sives cre´ent un CSM non-homoge`ne compose´ de plusieurs coquilles concentriques correspondant
aux e´jecta des diffe´rentes novae. Dilday et al. (2012) ont observe´ cette structure dans le cas de
la supernova PTF 11kx. Ils associent donc cette supernova a` un proge´niteur de type nova sym-
biotique. D’autres auteurs estiment que le CSM est trop massif pour eˆtre explique´ par des novae
re´currentes et ils invoquent leur sce´nario : le core-degenerate (Soker et al., 2013). Une autre pos-
sibilite´, si ce CSM se re´ve´lait vraiment massif, serait une e´tape de vent (Hachisu et al., 2008).
D’autre part, Patat et al. (2007) ont trouve´ des preuves directes de matie`re circum-stellaires
dans un certain nombre de SNe Ia normales (SN 2006X, SN 2007le). De meˆme Sternberg et al.
(2011) ont de´tecte´ des structures de´cale´es vers le bleu, qui pourraient indiquer une e´jection de
gaz. Cependant d’autres auteurs expliquent ces observations comme re´sultant de la coalescence
des deux naines blanches dans le sce´nario DD (Shen et al., 2012). La question n’est pas close,
mais il semble acquit qu’un cas au moins correspond a` un proge´niteur SD. L’explication de la
pre´sence de CSM pour le sce´nario DD reste plus difficile. D’autre part l’absence de CSM pour
la majorite´ des SNe semble indiquer que la majorite´ de´coulerait du sce´nario DD ou alors que le
sce´nario spin-up/spin-down est a` l’oeuvre.
2.3 Finalement : ne´cessite´ des e´tudes physiques
Ces tre`s nombreuses observations permettent de contraindre de manie`re statistique les super-
novæ thermonucle´aires. Mais pas suffisamment pour de´partager les deux principaux mode`les : les
sce´narios d’accre´tion et de coalescence de naines blanches. En effet, de nouvelles e´tudes sur les ef-
fets de la rotation dans les mode`les d’accre´tion permettraient de re´soudre certains des proble`mes
majeurs du sce´nario SD. Notamment, l’absence d’hydroge`ne, de compagnon survivant, et d’e´toile
visible dans les images pre´-explosion, peuvent eˆtre explique´es graˆce au de´lai entre l’accre´tion et
l’explosion dans le sce´nario spin-up/spin-down. La rotation de la couche accre´te´e permettrait
aussi d’augmenter la gamme de parame`tres orbitaux menant a` l’ignition et donc d’augmenter le
taux de SNe dans ce mode`le. Le seul proble`me restant pourrait eˆtre la DTD. Mais il semblerait
finalement qu’il y ait plusieurs syste`mes proge´niteurs re´alise´es dans la nature. Et la synthe`se des
deux mode`les SD et DD semble donner une DTD correcte (Meng et Yang, 2012).
Initialement la masse de Chandrasekhar e´tait apparue comme une masse singulie`re qui per-
mettait d’expliquer l’homoge´ne´ite´ des supernovæ thermonucle´aires. Cette ide´e avait induit les
deux sce´narios d’accre´tion et de fusion a` se baser sur cette masse pour expliquer l’ignition. De
plus en plus de mode`les se passent maintenant comple`tement de cette masse, car une de´tonation
pure dans une structure sub-Mch reproduit les abondances et la gamme de luminosite´ attendue
d’une SN Ia.
Quoi qu’il en soit, tous ces mode`les ne´cessitent un me´canisme microphysique non re´solu dans
les simulations hydrodynamique de l’e´toile comple`te : soit le me´canisme d’ignition directe d’une
de´tonation pour les mode`les de de´tonation double ou de collision violente de naines blanches,
soit la transition de´flagration de´tonation pour les mode`les de fusion super-Mch ou d’accre´tion
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jusqu’a` Mch . Pour cette raison les e´tudes de ces me´canismes physiques et particulie`rement celle
de la transition de´flagration de´tonation restent importantes pour les mode`les d’explosion.
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La combustion dans les SNe Ia
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Le me´canisme microphysique a` la base de l’explosion d’une supernova thermonucle´aire est la
fusion du carbone et de l’oxyge`ne en milieu de´ge´ne´re´. Comme explique´ dans le premier chapitre,
dans un tel milieu l’e´nergie libe´re´e par la fusion entraˆıne une hausse de tempe´rature, pratique-
ment sans augmentation de pression. Il n’y a donc pas de refroidissement par dilatation et les
re´actions de fusion s’acce´le`rent : c’est l’emballement thermonucle´aire qui me`ne a` l’explosion
comple`te de la naine blanche. Nous verrons dans une premie`re partie quelles sont les proprie´te´s
ge´ne´rales des re´actions thermonucle´aires lors de l’explosion, dans un mode`le mono-zone. En-
suite nous conside´rerons les deux modes possibles de propagation de la combustion : de´tonation
et de´flagration. En effet un gramme de combustible C+O libe`re une e´nergie d’environ qnuc ∼
5× 1017 erg, et l’emballement fait qu’elle est libe´re´e assez rapidement pour avoir des effets dy-
namiques. Soit la libe´ration est spatialement cohe´rente pour accumuler une pression suffisante
pour cre´er un choc capable de chauffer le plasma jusqu’a` l’ignition, et la combustion se propage
en une de´tonation. Soit la pression n’augmente pas significativement, mais un fort gradient de
tempe´rature se forme permettant a` la conduction thermique de propager la combustion en une
de´flagration.
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3.1 Re´actions thermonucle´aires
3.1.1 Expression the´orique
Une re´action de fusion nucle´aire ne´cessite que deux noyaux se rapprochent jusqu’a` des dis-
tances de l’ordre du femtome`tre (∼ 10−15 m) pour que l’interaction forte puisse agir et former un
noyau plus lie´. Si les deux particules e´taient classiques, leur taux de collision serait ν = n1n2σv,
avec n1 et n2 les densite´s de particule 1 et 2 (en particules par unite´ de volume), v leur vitesse
relative et σ leur section ge´ome´trique. Cette description serait valable pour deux particules clas-
siques et sans charges e´lectriques. Or les deux noyaux sont charge´s positivement et se repoussent.
Ils doivent donc franchir la barrie`re coulombienne pour fusionner. Le potentiel d’interaction entre
deux noyaux de charge Z1 et Z2 s’e´crit, en unite´s CGS :
ECoul =
Z1Z2e
2
r
(3.1)
Cette e´nergie est habituellement nettement supe´rieure a` l’e´nergie thermique moyenne des partic-
ules et le noyau doit en fait franchir la barrie`re de potentiel par effet tunnel, avec une probabilite´
de e−2piη, ou` :
η =
√
EB
E
et EB =
(Z1Z2e
2)2µ12
2~2
,
avec E l’e´nergie cine´tique dans le centre de masse et µ12 la masse re´duite des deux noyaux
re´agissant. On e´crit la section efficace sous la forme d’une produit de trois facteurs de´pendant
de l’e´nergie :
σ(E) =
S(E)
E
e−2piη. (3.2)
Le terme en 1/E permet de sortir la de´pendance en e´nergie du facteur ge´ome´trique piλ2, ou` λ
est la longueur d’onde de De Broglie : λ = 2pih/p. La partie purement nucle´aire de la section
efficace, S(E), varie peu avec E sauf en pre´sence de re´sonances. Pour calculer le taux de re´action
il faut alors inte´grer cette section efficace sur la distribution des vitesses relatives :
R12 =
n1n2
1 + δ12
< σv > . (3.3)
Dans le re´gime thermonucle´aire classique, les vitesses des ions obe´issent a` la statistique de
Maxwell-Boltzmann. En transformant les e´le´ments diffe´rentiels de vitesse d3v1 et d
3v2 en e´nergie
cine´tique du centre de masse, on obtient :
< σv >=
2√
pi(kBT )3/2
∫ ∞
0
σ(E)v(E)e−E/kBT
√
EdE. (3.4)
En exprimant la section efficace dans l’e´quation (3.3), on obtient pour le taux de re´action :
R12 =
n1n2
1 + δ12
√
8/piµ12(kBT )
−3/2
∫ ∞
0
S(E)e−E/kBT−2piηdE. (3.5)
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L’inte´grande est domine´e par le produit de l’exponentielle de´croissante de la distribution de
Maxwell-Boltzmann par l’exponentielle croissante de la probabilite´ de franchissement de la
barrie`re par effet tunnel. Ce produit pre´sente un maximum appele´ e´nergie de Gamov :
EG = ((pikBT )
2EB)
1/3. (3.6)
Dans le cas stellaire la tempe´rature est faible : kBT  EG  EB, le pic de Gamov est tre`s
e´troit et seuls les noyaux d’e´nergie proche de EG peuvent fusionner. Dans ce cas l’inte´grale de
l’e´quation (3.5) peut eˆtre approche´e par la valeur du maximum de l’inte´grande S(EG)e
−τ , avec :
τ = 3(pi2EB/kBT )
1/3 = 42, 48
(
Z21Z
2
2A
T6
)1/3
, (3.7)
avec A = A1A2/(A1 +A2) et T6 = 10
−6T . On peut alors exprimer un taux de re´action approche´ :
R12 =
n1n2
1 + δ12
√
8/piµ12(kBT )
−3/2 S(EG)e−τ . (3.8)
En e´crivant :
R12 = R12(T0)
(
T
T0
)n
,
on peut estimer la de´pendance du taux de re´action aux variations de tempe´rature autour d’une
tempe´rature donne´e T0. A partir d’un de´veloppement en se´rie de Taylor de τ(T ) en fonction de
ln(T ) autour de ln(T0), on trouve :
n =
τ(T0)− 2
3
. (3.9)
Dans le cas de la fusion du carbone, on a Z1 = Z2 = A = 6 et n = 27, 3 pour T0 = 10
9 K. Les
e´nergies en jeux sont l’e´nergie de barrie`re : EB = 777 MeV, l’e´nergie de Gamov : EG = 652 keV
et l’e´nergie thermique (a` T0 = 10
9 K) : kBT0 = 86, 2 keV. On a bien EG  EB, mais kBT
n’est pas toujours tre`s petit devant l’e´nergie de Gamov, notamment dans une de´tonation ou`
la combustion a lieu a` hautes tempe´ratures (∼ 5 × 109 K). Nous avons donc utilise´ des taux
tabule´s, compile´s par la collaboration NACRE 1.
3.1.2 E´crantage des re´actions
Les expressions pre´ce´dentes supposent que le potentiel d’interaction entre les deux noyaux est
purement e´lectrostatique. Ceci est valable si ces deux particules charge´es sont quasiment isole´es.
Or dans le plasma dense des naines blanches ce n’est pas le cas : de nombreuses particules
charge´es, qui ne re´agissent pas, sont pre´sentes dans le voisinage de la re´action et viennent
perturber le potentiel, qui devient :
V (r) =
Z1Z2e
2
r
+H(r), (3.10)
1. http://pntpm.ulb.ac.be/Nacre/nacre.htm
80 Chapitre 3. La combustion dans les SNe Ia
ou` H(r) rend compte des effets des particules spectatrices. Pour la fusion, ce qui compte est
l’e´nergie d’interaction a` se´paration nulle (r ∼ 0). Si H(r) est lentement variable aux petites
se´parations, alors son seul effet sera d’augmenter l’e´nergie cine´tique dans le centre de masse de
−H(0). Cette condition est valide si le point de retournement classique, a` l’e´nergie de Gamov, est
petit devant le rayon ionique (Ichimaru, 1993), cela s’e´crit en fonction des parame`tres plasmas :
3Γ/τ  1. Dans ces conditions :
< σv >screen=
2√
pi(kBT )3/2
∫ ∞
−H(0)
σ(E)v(E +H(0))e
−E+H(0)
kBT
√
E +H(0)dE. (3.11)
La condition ci-dessus implique aussi queH(0) E et donc v(E+H(0)) ∼ v(E) et√E +H(0) ∼√
E. D’autre part, en sortant de l’inte´grale le facteur d’e´crantage e−H(0)/kBT , on obtient (Salpeter,
1954) :
< σv >screen= e
−H(0)/kBT < σv > . (3.12)
Pour des plasma tre`s froids et tre`s denses, ce n’est plus vrai et l’effet d’e´crantage doit eˆtre
calcule´ sous l’inte´grale. Mais comme on ne s’inte´resse pas a` l’ignition centrale, mais plutoˆt a`
l’ignition dans les re´gions externes moins denses ou a` la propagation de flammes de´ja` allume´es,
la combustion a lieu dans des re´gimes ou` la tempe´rature est assez importante pour justifier ces
approximations. La condition, 3Γ/τ  1, de´finit en fait le re´gime thermonucle´aire, dans lequel
les noyaux re´agissants sont supra-thermiques. Meˆme si la plupart des noyaux sont fige´s par les
interactions coulombiennes (liquide ou solide), les re´actions font intervenir les quelques noyaux
ayant des vitesses relatives importantes. Au contraire, quand le point de retournement classique
n’est plus petit devant l’espacement ionique moyen, on entre dans le re´gime pycnonucle´aire
(Yakovlev et al., 2006). Dans ce re´gime, la re´action de fusion se fait entre deux noyaux voisins
du cristal, graˆce aux oscillations de l’e´tat fondamental. L’ignition peut avoir lieu dans ce re´gime,
en revanche la combustion dans une de´flagration ou une de´tonation se fait dans un re´gime
purement thermonucle´aire.
Il faut donc calculer H(0). Salpeter (1954) de´crit deux re´gimes limites pour lesquels on peut
de´river des expressions analytiques : l’e´crantage fort pour Γ  1 et l’e´crantage faible pour
Γ 1. Lorsque le couplage est fort, les ions se repoussent pour former des sphe`res contenant Z
e´lectrons autour de chaque noyau, c’est l’approximation de la sphe`re ionique. Cette description a
de´ja` e´te´ utilise´e pour les corrections coulombiennes (§1.2.1.5). L’e´quation (1.20) donne l’e´nergie
d’interaction d’un tel syste`me. Lorsque les deux noyaux s’approchent pour fusionner, ils ont
chacun leur nuage de Z1 et Z2 e´lectrons et l’e´nergie d’interaction associe´e : −0, 9Γ1 et −0, 9Γ2.
Lorsque ces sphe`res ioniques se rencontrent, la ge´ome´trie des Z1 + Z2 e´lectrons est complexe.
Cependant, seule l’e´nergie d’interaction pour r12 = 0 nous inte´resse. En effet quand les noyaux
sont assez proches pour fusionner, leur se´paration, r12, est tre`s petite devant les rayons des
sphe`res ioniques (c’est la condition 3Γ/τ  1). Or a` ce moment la`, la ge´ome´trie du nuage
e´lectronique est de nouveau sphe´rique et l’e´nergie d’interaction est celle de la sphe`re ionique de
Z1 + Z2 e´lectrons autour du noyau de charge Z1 + Z2. Ainsi l’e´nergie d’interaction au moment
de la fusion s’e´crit :
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hS =
H(0)
kBT
= 0, 9(Γ1+2 − Γ1 − Γ2) (3.13)
Dans le re´gime faible au contraire, la sphe`re qui annule la charge nucle´aire, la sphe`re de Debye,
est tre`s grande et contient de nombreux ions et e´lectrons. Calculons le potentiel e´lectrostatique
autour du noyau Z1. Celui-ci est relie´ a` la densite´ de charges, q(r), a` travers l’e´quation de
poisson :
∆Φ(r) = 4piq(r) = −4pie
Z1δ3(r) +∑
j
nj(r)Zj − ne(r)
 , (3.14)
ou` la sommation s’effectue sur tous les noyaux. Comme on ne cherche que de petites perturba-
tions dues aux effets statistiques des particules spectatrices, on e´crit le potentiel sous la forme
du potentiel coulombien plus un perturbation ψ(r) : Φ(r) = Z1e(
1
r +ψ(r)). L’e´quation (3.14) se
re´e´crit :
∆Z1ψ(r) = −4pi
∑
j
nj(r)Zj − ne(r)
 . (3.15)
Paralle`lement les charges re´agissent au potentiel selon :
nj = n
0
je
−ZjeΦ(r)/kBT et ne = n0ee
eΦ(r)/kBT . (3.16)
Le couplage e´tant faible, ZjeΦ/kBT  1 et on peut de´velopper l’exponentielle au premier ordre
pour obtenir :
∆Z1ψ(r) = −4pi
∑
j
n0jZ
2
j + n
0
e
 e2Φ
kBT
, (3.17)
ou` on a utilise´ la conservation de la charge pour e´liminer les termes constants. En remplac¸ant
Φ par ψ on obtient l’e´quation de Debye-Huckel :
∆ψ(r) =
1
D2
(
1
r
+ ψ(r)
)
avec D−2 =
4pie2
(∑
j n
0
jZ
2
j + n
0
e
)
kBT
. (3.18)
D est la longueur de Debye, e´chelle caracte´ristique au dela` de laquelle l’influence e´lectrostatique
d’un noyau est effectivement e´crante´e par le plasma. Cette e´quation a pour solution la fonction
ψ(r) = (e−r/D − 1)/r qui vaut 1/D pour r → 0. Concernant l’e´crantage, l’e´nergie d’interaction
est donc dans le re´gime de couplage faible :
hDH =
Z1Z2e
2
DkBT
. (3.19)
Salpeter et van Horn (1969) donnent une formule d’extrapolation entre ces deux re´gimes :
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h =
hShDH√
h2S + h
2
DH
. (3.20)
Potekhin et Chabrier (2012) ont montre´ que cette formule simple d’extrapolation est remar-
quablement efficace, notamment plus pre´cise que certaines estimations plus re´centes qui tentent
d’inclure d’autres corrections.
Notons que la longueur de Debye calcule´e ci-dessus (3.18), n’est valable que pour des e´lectrons
polarisables, c’est a` dire dont la distribution suit le potentiel e´lectrostatique. Or pour un plasma
de´ge´ne´re´, l’e´nergie de Fermi des e´lectrons devient importante et ils ne re´pondent plus au champ.
Leur distribution redevient quasi-uniforme et l’e´quation (3.16) n’est plus valable pour les e´lectrons :
on a en fait ne(r) = n
0
e. Et ainsi leur contribution disparaˆıt de l’expression de la longueur de
Debye. C’est l’approximation utilise´e par Salpeter et van Horn (1969). D’autres auteurs ont
cherche´ a` inclure les corrections induites par la le´ge`re polarisabilite´ des e´lectrons (Ichimaru et
Utsumi, 1984) et par la fait que le plasma soit un me´lange binaire de 12C et 16O (Chugunov et
Dewitt, 2009). Mais selon les calculs de Potekhin et Chabrier (2012), ces corrections n’apportent
rien par rapport a` l’e´quation 3.20, que nous utiliserons donc dans nos mode`les.
3.1.3 Le re´seau de re´actions
La combustion dans les supernovae thermonucle´aires commence par les noyaux 12C et 16O a`
travers les re´actions d’ions lourds :
12C + 12C 
 20Ne + α,
12C + 16O 
 24Mg + α,
16O + 16O 
 28Si + α.
Ces re´actions libe`rent des noyaux d’he´lium ou α. Ensuite la combustion proce`de par captures de
ces particules α sur les noyaux lourds jusqu’a` atteindre le noyau α d’e´nergie de liaison maximale :
56Ni . La combustion proce`de pre´fe´rentiellement par captures α, car la charge de cette particule
e´tant seulement de deux, elle ressent peu la re´pulsion coulombienne. A` hautes tempe´ratures, les
photons deviennent assez e´nerge´tiques pour de´sinte´grer les noyaux lourds produits. Ces re´actions
inverses de photo-de´sinte´gration vont ainsi e´tablir un e´quilibre final, qui ne sera pas uniquement
compose´ de 56Ni . Ainsi, le re´seau α a` 13 e´le´ments : α, 12C , 16O , 20Ne , 24Mg , 28Si , 32S ,
36Ar , 40Ca , 44Ti , 48Cr , 52Fe et 56Ni permet de de´crire de manie`re correcte l’e´nerge´tique et la
nucle´osynthe`se de la combustion du carbone-oxyge`ne d’une naine blanche (voir Timmes (1999)
pour une comparaison de re´seaux de diffe´rentes tailles, allant jusqu’a` 489 noyaux et Aikawa et al.
(2005) pour un re´seau de 331 noyaux, 2261 re´actions), tout en e´tant assez le´ger pour l’inte´grer
dans des simulations hydrodynamiques.
3.1.3.1 E´quations a` 1 zone
Ce re´seau contenant 13 e´le´ments relie´s par 30 re´actions, dont les taux de´pendent des abon-
dances de ces e´le´ments est de´crit par, au minimum, 13 e´quations d’e´volution couple´es. Ces
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e´quations donnent l’e´volution des fractions de masse : Zi = mini/ρ, avec mi la masse d’un
noyau i. Elles s’e´crivent sous la forme :
dZi
dt
=
mi
ρ
(n˙creai − n˙desti ), (3.21)
ou` n˙creai et n˙
dest
i sont les taux de cre´ation et de destruction par unite´ de volume du noyau i. Par
exemple le terme de cre´ation de 20Ne a` travers la re´action 12C + 12C s’e´crit :
n˙Ne = nCnC < σv >CC .
Ces e´quations seules, a` tempe´rature et densite´ donne´es, correspondent au mode`le le plus simple
de combustion isotherme. Mais comme les re´actions nucle´aires libe`rent e´norme´ment d’e´nergie,
il faut tenir compte de ce chauffage et ajouter une e´quation d’e´volution de la tempe´rature.
Pour ce faire, on peut faire deux hypothe`ses : volume constant (isochore) ou pression constante
(isobare). Pour le cas isochore la variation d’e´nergie correspond a` l’injection d’e´nergie nucle´aire :
E˙th = Q˙nucl. Pour ce mode`le on a donc un syste`me de 14 e´quations d’e´volution couple´es a`
re´soudre, s’e´crivant sous la forme : X˙ = F (X), ou` X et F sont :
X =

T
ZHe
...
...
ZNi
F =

Q˙nucl/Cv
mHe
ρ (n˙
crea
He − n˙destHe )
...
...
mNi
ρ (n˙
crea
Ni − n˙destNi )
 (3.22)
Dans le cas isobare, le volume n’est pas fixe et ses variations induisent une variation d’e´nergie
interne : ˙th = −Pthv˙+nucl, ou` les grandeurs sont spe´cifiques. De plus le fait que la pression soit
fixe´e va imposer des variations de densite´ telles que P (ρ, T ) = P0 et donc ∂ρPdρ+ ∂TPdT = 0.
Ainsi l’augmentation de tempe´rature ge´ne´re´e par les re´actions nucle´aires impose une diminution
de densite´ donne´e par : ρ˙ = ∂TP/∂ρP T˙ . On a donc v˙ = −ρ˙/ρ2 = −∂TP/∂ρP T˙/ρ2 et l’e´quation
sur la tempe´rature devient :
T˙ =
Q˙nucl
Cv − Pthρ ∂TP∂ρP
(3.23)
Ces e´quation de´crivent un mode`le de combustion a` une zone, ou` le couplage avec la dy-
namique du flot est absente. Nous utiliserons ce mode`le dans le code HERACLES, ou` combus-
tion et hydrodynamique sont de´couple´s. En revanche, dans le code ASTROLABE, les e´quations
d’e´volution des espe`ces couple´es aux e´quations d’Euler sont re´solues simultane´ment et ce mode`le
mono-zone est inutile.
3.1.3.2 Me´thode nume´rique
Ce proble`me de re´actions thermonucle´aires est le cas typique d’un syste`me dit raide (ou stiff ),
ou` les grandeurs (ici, les fractions de masse) peuvent varier de plusieurs ordres de grandeurs sur
un pas de temps. On ne peut donc pas utiliser un algorithme explicite, qui serait instable. Il
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Figure 3.1 – A gauche : Re´sultats de nos simulations mono-zones pour une combustion isochore d’un
me´lange C+O de densite´ ρ = 1×107 g cm−3 et tempe´rature initiale T = 2×109 K. Les fraction de masse
des 13 noyaux intervenant dans le re´seau classique sont repre´sente´s ainsi que la tempe´rature en fonction
du temps. A droite : Taux des re´actions directes (en cm−3 s−1) pour la meˆme simulation. Les re´actions
inverses de photo-de´sinte´gration deviennent importante lors de la relaxation vers l’e´quilibre, mais pour
des raisons de clarte´, elles ne sont pas repre´sente´es.
faut choisir un algorithme implicite ou semi-implicite. La diffe´rence entre explicite et implicite
est l’instant ou` sont estime´es les de´rive´s temporelles :
dX
dt
(t) = F (X(t)) (explicite), (3.24)
dX
dt
(t) = F (X(t+ dt)) (implicite). (3.25)
On utilise un sche´ma Crank-Nicholson, ou` les de´rive´s sont estime´es comme la moyenne des de´rive´s
implicite et explicite. La me´thode d’Euler explicite consisterait a` estimer la de´rive´ par F(X(t))
tandis que la me´thode d’Euler implicite l’estime par F(X(t+dt), la me´thode de Crank-Nicholson
s’e´crit :
X(t+ dt) = X(t) + ((1− α)F (X(t)) + αF (X(t+ dt))dt (3.26)
ou` α est un coefficient d’implicitation, il est usuellement pris a` 0,51. En effet pour α = 0.5 la
me´thode n’est plus stable, tandis qu’elle converge plus vite pour α→ 0.5. Ensuite il faut re´soudre
l’e´quation en X(t+dt). On utilise alors un algorithme de Newton-Raphson pour trouver le ze´ro
de ce syste`me couple´ et non-line´aire.
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3.1.3.3 Exemple
La figure 3.1 repre´sente une combustion isochore dans un milieu de densite´ ρ = 1×107 g cm−3
et de tempe´rature initiale T = 2 × 109 K. Sur la figure de gauche les fractions de masse et la
tempe´rature sont affiche´es, tandis qu’a` droite ce sont les taux de re´actions. Comme 12C a la
charge nucle´aire la plus faible, sa re´pulsion e´lectrostatique est la plus faible et c’est lui qui
commencera a` re´agir a` travers la re´action 12C +12C→20Ne +α. La particule α libe´re´e est ma-
joritairement re-capture´e par le 20Ne pour former un 24Mg . Ces deux re´actions sont dominantes
sur la figure 3.1(b) pendant les 10 premie`res µs. Une certaine partie sera capture´e par les noy-
aux 16O pour former du 20Ne . Ces deux noyaux sont les principaux produits de la premie`re
e´tape de combustion, qui est l’e´tape de consommation du carbone. Celle-ci se termine sur la
figure 3.1(a) en 10 µs. Cette e´tape est la plus rapide et libe`re une grande partie de l’e´nergie.
Ensuite 12C se faisant rare, les re´actions d’ions lourds avec 16O deviennent pre´ponde´rantes ainsi
que les captures α sur 24Mg . Ces re´actions dominent entre 10 µs et 1 ms. Cette e´tape, qui
voit la concentration en 16O chuter, re´sulte en une production importante de 28Si et d’e´le´ments
dits interme´diaires comme 32S . Enfin la dernie`re e´tape, la relaxation vers l’e´quilibre, va bruˆler
le 28Si a` travers les captures α sur les noyaux lourds produits. La re´action qui controˆle cette
relaxation, qui ne´cessite une source importante de noyaux α, est l’inverse de la triple-alpha :
12C → 3α. Ceci est visible sur la figure 3.1(b), ou` le taux de cette re´action, en tirets bleus,
se superpose aux taux de toutes les captures α sur le 28Si jusqu’au 56Ni . Or a` ce moment la`,
12C est tre`s minoritaire ce qui explique pourquoi cette e´tape est si longue par rapport aux deux
pre´ce´dentes : environ une seconde. Durant cette e´tape les e´le´ments interme´diaires (Mg, Si, S)
sont transforme´s en e´le´ments du pic du fer (Cr, Fe, Ni). L’e´quilibre est atteint quand chaque
re´action directe est compense´e exactement par la photo-de´sinte´gration inverse. Ces re´actions
sont possibles graˆce aux grandes tempe´ratures atteintes avec la libe´ration d’e´nergie de liaison
des noyaux. La combustion thermonucle´aire du me´lange C+O d’une naine blanche se subdivise
toujours en ces trois e´tapes caracte´ristiques de combustion (Khokhlov, 1991b,a).
3.1.3.4 E´quilibre Nucle´aire Statistique
L’e´tat final atteint est un e´quilibre dynamique entre les re´actions directes et leurs inverses,
appele´ e´quilibre nucle´aire statistique (ou NSE). Cet e´quilibre ne de´pend que de la tempe´rature,
de la densite´ du plasma et de la physique des noyaux (e´nergie de liaison). Il est inde´pendant
des compositions initiales et du choix des re´actions. En revanche il de´pend des noyaux in-
clus dans le re´seau nucle´aire. C’est un e´quilibre dynamique, ou` les captures des noyaux le´gers
(α, n, p) sont exactement compense´es par les photo-de´sinte´grations les produisant. Cet e´quilibre
favorise les noyaux le´gers aux grandes tempe´ratures et faibles densite´s et plutoˆt les noyaux
lourds, avec principalement le 56Ni , aux densite´s plus fortes et tempe´ratures plus faibles. Aux
grandes tempe´ratures, T > 6×109 K, cet e´quilibre pre´dit la pre´sence d’une part non ne´gligeable
de protons et neutrons, qui ne sont pas de´crits par notre re´seau.
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Figure 3.2 – A gauche : Composition et tempe´rature finales en fonction de la densite´ dans nos simu-
lations de combustion isochore de tempe´rature initiale T = 2 × 109 K. A droite : Aspects e´nerge´tiques
des meˆmes simulations en fonction de la densite´ : Qnuc, l’e´nergie nucle´aire libe´re´e par unite´ de volume,
P i et P f les pressions initiale et finales et Eith et E
f
th les e´nergies thermiques initiales et finales.
3.1.3.5 E´tat final
On a repre´sente´ sur la figure 3.2(a) la composition et la tempe´rature finales en fonction
de la densite´, pour une tempe´rature initiale T = 2 × 109 K. Pour les plus faibles densite´s la
tempe´rature finale est de l’ordre de 5× 109 K tandis qu’elle atteint 10× 109 K aux plus grandes
densite´s (& 109 g cm−3). A´ ces tempe´ratures, l’e´quilibre favorise les noyaux le´gers et pour notre
re´seau les noyaux dominants sont l’he´lium (a` de´faut de neutrons ou protons) et les noyaux a`
forte e´nergie de liaison : 56Ni ,52Fe et 48Cr . On note que pour ces noyaux aussi la tendance est
de favoriser les plus le´gers et donc le chrome. La tempe´rature finale diminue avec la densite´ et
l’e´quilibre s’enrichit notablement en 56Ni , jusqu’a` ce qu’il devienne tre`s majoritaire pour des
densite´s . 108 g cm−3.
Ces diffe´rences de composition impliquent un bilan e´nerge´tique diffe´rent. En effet le 56Ni est
le noyau de notre re´seau pre´sentant l’e´nergie de liaison la plus e´leve´e, donc la combustion a`
faible densite´, qui donne presque exclusivement du 56Ni , libe`re le plus d’e´nergie par gramme de
matie`re. Au contraire la pre´sence de 4He , dont l’exce`s de masse est positif, re´duit la produc-
tion d’e´nergie spe´cifique. En revanche, l’e´nergie volumique libe´re´e est croissante avec la densite´.
Celle-ci correspond a` la ligne continue noire sur la figure 3.2(b). Et meˆme si la capacite´ calori-
fique du plasma augmente avec la densite´, elle augmente plus lentement et, en fin de compte,
l’augmentation de tempe´rature est une fonction croissante de la densite´. La figure 3.3(a) montre
en rouge cette estimation de la variation de tempe´rature en supposant une capacite´ calorifique
inde´pendante de T . D’autre part, la figure 3.2(b) montre les e´nergies thermiques initiale et fi-
nale. On note que Qnuc repre´sente environ dix fois l’e´nergie thermique initiale ce qui explique
le chauffage tre`s important. Rappelons aussi que ces simulations de combustion supposent une
tempe´rature initiale de T = 2 × 109 K, or dans les cas re´els ou` la combustion se propage dans
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Figure 3.3 – A gauche : En rouge, estimation du gain de tempe´rature a` partir de l’e´nergie nucle´aire
libe´re´e et pour une capacite´ calorifique, Cv, de´pendant de la densite´ mais constante en tempe´rature. En
bleu, variation de pression due a` la combustion en fonction de la densite´. A cause de la de´ge´ne´rescence
des e´lectrons cette variation est quasi-nulle a` grande densite´ et tre`s faible aux basses densite´s. A droite :
Combustion isochore a` ρ = 1 × 108 g cm−3 en fonction du temps. On y distingue les deux e´tapes de
combustion : l’induction et l’explosion (Khokhlov, 1991b).
l’e´toile, la tempe´rature initiale est beaucoup plus faible (. 108 K). Dans ce cas Qnuc  Eith et
l’e´tat final est inde´pendant de la tempe´rature initiale.
Enfin, meˆme si la combustion a` un effet thermique tre`s important, l’effet sur la pression
totale est faible du fait de la de´ge´ne´rescence. Notamment a` grande densite´ ou` les e´lectrons sont
tre`s de´ge´ne´re´s et ou` l’e´nergie thermique ne repre´sente qu’une faible fraction de l’e´nergie interne.
Ainsi le facteur de surpression, repre´sente´e sur la figure 3.3(a) en bleu, ∆P = P f/P i passe de
3 a` ρ = 1 × 107 g cm−3 a` presque 1 a` ρ = 1 × 109 g cm−3. Cette proprie´te´ est importante
surtout concernant l’ignition des de´tonations. En effet une de´tonation ne´cessite un choc et donc
des surpressions importantes.
3.1.3.6 Temps caracte´ristiques
Due a` la de´pendance exponentielle vis a` vis de la tempe´rature des taux de re´actions, on peut
distinguer deux e´tapes de combustion distinctes (Khokhlov, 1991b). La premie`re est l’e´tape
d’induction, durant laquelle la tempe´rature augmente peu, les temps caracte´ristiques diminuent
peu et l’e´nergie libe´re´e est faible. Cette e´tape correspond a` la partie de la figure 3.3(b), ou` la
tempe´rature augmente peu. Sa dure´e est appele´e temps d’induction et vaut ici τi ∼ 30 µs. La
seconde e´tape est l’explosion, qui est tre`s bre`ve et libe`re la quasi-totalite´ de l’e´nergie nucle´aire.
Durant cette e´tape la tempe´rature augmente tre`s rapidement et 12C et 16O bruˆlent tre`s rapide-
ment τc < τo  τi. En suivant l’exemple des e´tudes de combustion dans le contexte astrophysique
de Khokhlov (1991b), on de´finit le temps d’induction, τi, comme :
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Figure 3.4 – A gauche : Estimations des temps caracte´ristiques a` partir de nos simulation : dure´e de
l’e´tape d’induction en fonction de la densite´ (τi) en bleu, temps de consommation de
16O , calcule´ depuis
l’instant t = 0 (τo), dure´e ne´cessaire pour atteindre l’e´quilibre statistique s nucle´aire (τnse). A droite :
Temps de consommation de 12C (τc) et de
16O (τo) puis dure´e de l’e´tape de relaxation vers l’e´quilibre
statistique (τnse), mesure´s a` partir de la fin de l’e´tape d’induction.
∫ τi
0
X˙Cdt = γX
0
C , (3.27)
ou` γ, repre´sente l’avancement de la re´action : γ = 0 initialement, puis γ = 1 quand il ne reste plus
de carbone. On voit sur la figure 3.3(b) que le temps ne´cessaire pour atteindre un avancement
quelconque γ ∈ [0, 1 : 1] est le meˆme. Ainsi le choix de γ > 0, 1, n’influe pas sur la valeur de τi. En
effet une fois l’explosion lance´e, les taux de re´actions augmentent exponentiellement et la re´action
est finie en un temps petit devant le temps d’induction. Notons que cette de´finition du temps
d’induction est tre`s pragmatique et n’est pas ge´ne´rale. Par exemple un autre choix utilise´ par
les combustionistes terrestres, consiste a` de´finir ce temps d’induction comme le point d’inflexion
sur la courbe de tempe´rature ou encore le maximum de la de´rive´ de T (t). Quoi qu’il en soit, ce
temps d’induction est un temps caracte´ristique pertinent pour de´crire la combustion, puisqu’il
tient compte de l’auto-acce´le´ration. Ce concept d’induction des re´actions thermonucle´aires est
important dans la suite, notamment, pour le me´canisme de Zel’dovich d’ignition de de´tonations
(§4.1.3). Il est trace´ en bleu sur la figure 3.4(a) en fonction de la densite´. Les taux de re´actions
de´pendant du carre´ de la densite´ (eq. 3.3), le temps d’induction de´croit avec la densite´.
Ensuite l’e´tape d’explosion, ou` l’e´nergie est libe´re´e par la combustion de 12C et 16O , est
tre`s courte. On a repre´sente´ sur la figure 3.4(b) les deux e´chelles caracte´ristiques de 12C et 16O ,
de´finies par τc = t(γc = 0.99)−τi et τo = t(γo = 0.99)−τi, puis celle de relaxation vers l’e´quilibre
nucle´aire statistique (τnse = tnse− τi). Ces temps ve´rifient toujours τc  τo  τnse et sont aussi
nettement de´croissants avec la densite´. Ainsi, a` haute densite´, ces temps sont ne´gligeables devant
le temps d’induction et l’e´quilibre est atteint pour t ∼ τi. C’est ce qu’on voit sur la figure 3.4(a),
ou` la dure´e totale des trois phase est trace´e. Pour les densite´s ρ > 2× 108 g cm−3, ces courbes
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sont confondues. En revanche pour des densite´s plus faibles, l’e´tablissement de l’e´quilibre devient
long par rapport a` l’induction, puis meˆme la consommation de l’oxyge`ne n’est plus instantane´e
compare´e a` l’induction. Pour ρ < 2×107 g cm−3, la se´paration induction-explosion n’est valable
que pour le carbone. Et puisque la libe´ration d’e´nergie se fait en deux e´tapes (12C et 16O ),
l’augmentation de tempe´rature reste rapide pour l’e´tape 12C mais une deuxie`me e´tape plus
lente suit avec la consommation de 16O .
3.1.3.7 Re´seau e´tendu a` 22 noyaux :
Le re´seau discute´ jusqu’alors e´tant restreint a` 13 e´le´ments, certaines re´actions ne peuvent
eˆtre incluses directement. C’est la cas notamment de celles faisant intervenir un proton : soit
une capture α avec en sortie un proton (α,p) ou soit la capture d’un proton. Ces re´actions ont
des taux importants et peuvent avoir des effets visibles sur la combustion. Pour caracte´riser ces
effets et valider le choix du re´seau, on a utilise´ un re´seau e´tendu a` 22 e´le´ments, dans lequel
p, 27Al, 31P, 35Cl, 39K, 43Sc, 47V, 51Mn et 55Co ont e´te´ rajoute´. Ces noyaux sont accessibles
par une re´action (α,p) puis redonnent un noyau du re´seau restreint par capture d’un proton :
(p,γ). On a compare´ sur la figure 3.5(a) la combustion, dans les meˆmes conditions que sur la
figure 3.1(a), mais avec le re´seau de re´actions a` 22 e´le´ments. L’inclusion des re´actions (α,p)
et (p,γ) a peu d’effet pour la premie`re e´tape de consommation du carbone, car il n’y a pas
de noyaux accessibles depuis 12C par une re´action (α,p). En revanche lors de la seconde e´tape,
24Mg , abondamment produit par la premie`re e´tape, peut fusionner en 27Al. Le proton produit
dans le canal de sortie a une section efficace tre`s importante et fusionne imme´diatement avec un
autre noyau de 27Al pour donner du 28Si .
L’enchaˆınement de ces deux re´actions : (α,p)(p,γ) re´sulte en une capture α effective, ce
qui acce´le`re le taux de consommation de 24Mg et le taux de production de 28Si . Cela acce´le`re
le´ge`rement cette seconde e´tape qui se termine plus toˆt que pour le re´seau restreint. Ensuite, la
relaxation vers l’e´quilibre est e´quivalente. Elle est le´ge`rement acce´le´re´e au de´but par les re´actions
(α,p)(p,γ). Mais ensuite, comme les noyaux de la chaˆıne α sont dans un e´tat stationnaire controˆle´
par l’abondance des noyaux α, elle-meˆme de´termine´e par l’avancement des re´actions d’ions
lourds, l’ajout de ces re´actions ne peut donc pas mener plus vite a` l’e´quilibre final. Et les deux
re´seaux atteignent l’e´quilibre vers 1s. Cependant le re´seau e´tendu contient le noyau de 55Co,
qui est presque aussi abondant que le 56Ni a` l’e´quilibre. Le re´seau a` 13 espe`ces ne contient pas
ce noyau et donc l’e´quilibre atteint par ce re´seau contient uniquement du 56Ni . Or l’e´nergie de
liaison est plus importante pour 56Ni , ce qui explique la tempe´rature plus faible pour le re´seau
e´tendu.
La figure 3.5(b) compare la composition et la tempe´rature finales en fonction de la densite´
pour la combustion avec le re´seau a` 22 noyaux et pour celui a` 13 noyaux. Comme explique´
pre´ce´demment, la pre´sence du 55Co dans le re´seau e´tendu diminue la concentration finale en
56Ni , l’e´nergie nucle´aire libe´re´e et donc la tempe´rature finale. Le cobalt est abondant a` toutes
les densite´s. Cela se traduit a` basse densite´ par moins de 56Ni , alors qu’a` grande densite´ cela
entraˆıne une abondance d’he´lium plus faible. Or l’he´lium ayant une e´nergie de liaison faible,
une abondance faible implique une tempe´rature d’e´quilibre plus importante. Ainsi le re´seau a` 22
espe`ces conduit a` une tempe´rature plus faible a` basse densite´ et plus e´leve´e aux grandes densite´s,
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Figure 3.5 – A gauche : Combustion isochore d’un me´lange C+O de densite´ ρ = 1 × 107 g cm−3
et tempe´rature initiale T = 2 × 109 K pour le re´seau e´tendu a` 22 noyaux (tirets), compare´e au cas du
re´seau a` 13 espe`ces (traits pleins). Seuls les 6 noyaux principaux sont repre´sente´s avec le meˆme codage
de couleur (sauf pour le re´seau e´tendu ou` le 55Co a e´te´ ajoute´) A droite : Composition et tempe´rature
finales en fonction de la densite´ pour le re´seau a` 22 noyaux (tirets) compare´es au re´seau a` 13 espe`ces
(traits pleins).
avec une transition autour de ρ = 2× 108 g cm−3.
3.1.3.8 Re´actions “Passerelles”
Nous avons vu que le re´seau a` 13 espe`ces est suffisant dans le sens ou` un re´seau plus important
ne change pas notablement la dynamique de la combustion. Cependant on peut essayer d’inclure
les re´actions du re´seau e´tendu en ne mode´lisant pas les noyaux supple´mentaires, qui restent
souvent minoritaires. En effet, la succession des re´actions (α,p) et (p,γ) re´sulte, de fac¸on effective,
en une re´action (α,γ) reliant les e´le´ments du re´seau restreint. Par exemple les deux re´actions
suivantes : {
24Mg + α 
 27Al + p
27Al + p 
 28Si+ γ,
produisent effectivement 28Si a` partir de 24Mg et α. Cependant pour faire le calcul de fac¸on
exacte, il faut suivre les deux variables : nAl et np. C’est ce qui est fait dans le re´seau e´tendu,
cependant nAl et np  1. En effet, les re´actions de capture de proton son tre`s rapides et on
peut faire l’hypothe`se que ces espe`ces sont a` l’e´quilibre. C’est a` dire que leur production et leur
consommation par les deux re´actions ci-dessus sont e´gales, c’est a` dire : n˙p = ˙nAl = 0. On peut
alors e´crire :
nMgnHe < σv >Mg (α,p) −nAlnp < σv >Al (p,α) −nAlnp < σv >Al (p,γ) +nSiτSi γ = 0. (3.28)
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On peut alors en de´duire le produit nAlnp :
nAlnp =
nMgnHe < σv >Mg (α,p) +nSiτSi γ
< σv >Al (p,α) + < σv >Al (p,γ)
,
qui peut servir ensuite a` calculer les taux effectifs de production des noyaux de notre re´seau,
ici : nMg, nSi et nHe :
n˙Si = nAlnp < σv >Al (p,γ) −nSiτSi γ ,
n˙Mg = −nMgnHe < σv >Mg (α,p) +nAlnp < σv >Al (p,α),
n˙He = −nMgnHe < σv >Mg (α,p) +nAlnp < σv >Al (p,α),
avec uniquement les variables du re´seau restreint. Ces taux effectifs sont ensuite ajoute´s aux
termes classiques de cre´ation et destruction par capture alpha et photo-de´sinte´gration.
Nous avons inclus huit re´actions effectives de ce type, dites re´actions passerelles, en com-
menc¸ant avec le magne´sium jusqu’au fer. Les trois re´seaux sont compare´s sur la figure 3.6 : le
re´seau e´tendu a` 22 e´le´ments, le re´seau restreint a` 13 espe`ces et le re´seaux a` 13 espe`ces plus les
8 re´actions passerelles. La comparaison est faite pour le cas de combustion isochore des figures
3.1(a) et 3.5(a). Notons que l’inclusion de ces passerelles permet de suivre la dynamique du
re´seau a` 22 e´le´ments en n’en mode´lisant que 13. Ce re´seau permet de reproduire notamment
la le´ge`re acce´le´ration de l’e´tape de combustion de l’oxyge`ne. En revanche il ne peut pas arriver
au bon e´quilibre final puisqu’il n’inclut pas le noyau de 55Co. Ainsi a` basse densite´ il donne
une tempe´rature e´quivalente au re´seau simple a` 13 espe`ces, qui est trop e´leve´e. En revanche
a` grandes densite´s, les passerelles favorisent la formation du 56Ni et la tempe´rature finale est
alors plus proche du re´seau e´tendu. Cependant ces diffe´rences sont faibles (< 2%). Le principal
inte´reˆt du re´seau avec passerelles et qu’il reproduit mieux la dynamique temporelle de libe´ration
d’e´nergie. Or c’est cet aspect qui est important pour la propagation de la combustion, qui sera
e´tudie´e dans la partie suivante.
3.2 Propagation d’une discontinuite´ et de´tonation
Dans la partie pre´ce´dente, nous avons discute´ uniquement l’aspect microscopique des re´actions
thermonucle´aires. Or ces re´actions libe`rent beaucoup d’e´nergie, ce qui permet a` la combustion
de se propager. Les taux de re´actions e´tant extreˆmement sensibles a` la tempe´rature, par exemple
τ ∝ T 27 pour la fusion du carbone (e´quation 3.9), la combustion se fait sur des distances tre`s
courtes (figure 3.4). Ainsi dans une supernova thermonucle´aire, la combustion se propage en
des fronts extreˆmement fins. Les e´quations de conservation au passage du front assimile´ a` une
discontinuite´ peuvent de´ja` donner les proprie´te´s ge´ne´rales des fronts re´actifs. Soit un front de
vitesse D se propageant comme indique´ sur la figure 3.7, alors :
ρ∗u∗ = ρ0u0
ρ∗u∗2 + P ∗ = ρ0u20 + P0
∗ + P
∗
ρ∗ +
1
2u
∗2 = 0 + P0ρ0 +
1
2u
2
0 + nuc
avec u la vitesse du fluide, P la pression,  l’e´nergie interne spe´cifique et ρ la densite´. Les
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Figure 3.6 – Comparaison de la combustion isochore d’un me´lange C+O de densite´ ρ = 1× 107 g cm−3
et tempe´rature initiale T = 2× 109 K pour le re´seau e´tendu a` 22 noyaux (tirets), le re´seau restreint a` 13
espe`ces (traits pleins) et ce meˆme re´seau mais avec un traitement des re´actions (α,p) et (p,γ) a` l’e´quilibre
(pointille´s). Seuls les 4 noyaux principaux sont repre´sente´s avec le meˆme codage de couleur
grandeurs {X0} correspondent a` l’e´tat du fluide au repos et les grandeurs {X∗} correspondent
a` l’e´tat post-discontinuite´. Enfin nuc est l’e´nergie spe´cifique libe´re´e par les re´actions nucle´aires.
Ces e´quations traduisent la conservation de la masse, de l’impulsion et de l’e´nergie. Ces e´quations
sont valables pour un front plan, stationnaire et infiniment fin.
3.2.1 Chocs et relations d’Hugoniot
Conside´rons d’abord le cas d’un choc, pour lequel on a nuc = 0. Un choc peut eˆtre assimile´
a` une discontinuite´, en effet on passe d’un e´tat a` l’autre sur quelques libres parcours moyens.
Dans le re´fe´rentiel du choc, dont la vitesse de propagation est D, ces e´quations deviennent :
ρ∗(u∗ −D) = ρ0(u0 −D)
ρ∗(u∗ −D)2 + P ∗ = ρ0(u0 −D)2 + P0
∗ + P
∗
ρ∗ +
1
2(u
∗ −D)2 = 0 + P0ρ0 + 12(u0 −D)2
On peut supposer que l’e´tat non choque´ est au repos, car on se rame`ne a` ce cas par un simple
changement de re´fe´rentiel. En introduisant l’enthalpie spe´cifique h =  + P/ρ, ces e´quations
s’e´crivent : 
ρ∗(u∗ −D) = ρ0(−D)
ρ∗(u∗ −D)2 + P ∗ = ρ0D2 + P0
h∗ + 12(u
∗ −D)2 = h0 + 12D2
Si on utilise la conservation de la masse et de l’impulsion, on obtient une expression de la vitesse
derrie`re le choc et du saut de pression en fonction de la vitesse du choc et de la densite´ post-choc :
3.2. Propagation d’une discontinuite´ et de´tonation 93
Figure 3.7 – Sche´ma d’une discontinuite´ se propageant a` la vitesse D, dans un milieu de densite´ ρ0 et
de pression P0 ou` la vitesse du fluide est u0.
u∗ = D
∆ρ
ρ
, (3.29)
∆P = ρ0D
2 ∆ρ
ρ
. (3.30)
avec ∆ρ/ρ = (ρ∗ − ρ0)/ρ∗, le facteur de dilatation du gaz au passage du choc. Cette e´quation
de´fini une droite dans le plan P -v (volume spe´cifique), appele´e droite de Rayleigh :
< : ρ20D2 − (P ∗ − P0)/(v0 − v∗) = 0, (3.31)
avec v = ρ−1 le volume spe´cifique. Cette droite de Rayleigh, repre´sente´e pour deux valeurs de
D sur la figure 3.8, passe par le point (P0, v0) avec une pente ρ
2
0D
2. Elle repre´sente les lieux du
plan P -v ve´rifiant la conservation de la masse et de l’impulsion. En utilisant la conservation de
la masse et l’e´quation de l’e´nergie, on obtient alors une dernie`re relation :
h∗ − h0 + 1
2
(P ∗ − P0)(v∗ + v0) = 0. (3.32)
La courbe de´finie par cette e´quation dans le plan P -v est la courbe de Hugoniot, repre´sente´e sur
la figure 3.8. Son intersection avec la droite de Rayleigh, marque´e d’un H, permet de caracte´riser
entie`rement l’e´tat choque´. Comme la pente de cette droite de´pend de D, c’est la vitesse du choc
qui de´fini entie`rement l’e´tat post-choc.
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Figure 3.8 – Diagramme dans le plan P -v des deux modes possibles de propagation d’un front de com-
bustion. Le point I repre´sente l’e´tat initial. Les e´tats accessibles sont se´pare´s en deux. La partie entre V
et J1 ou` P > P0, qui correspond a` un mode supersonique appele´ de´tonation et la partie entre P et J2
ou` P < P0, et ou` la combustion se propage subsoniquement. Ce dernier mode est une de´flagration. Les
poins J1 et J2 sont les points de Chapman-Jouguet supe´rieur et infe´rieur respectivement, ils repre´sentent
des cas limites de de´tonations et de´flagrations. H est le point atteint par conservation de masse et de
moment, au passage d’un choc et avant libe´ration d’e´nergie nucle´aire.
3.2.2 De´tonations et de´flagrations planes
On s’inte´resse maintenant a` la propagation de fronts de combustion plans et de vitesse
constante, qui libe`rent quasi instantane´ment une e´nergie spe´cifique nuc ∼ 5 × 1017 erg g−1,
sur une largeur de front tre`s faible (voir §3.1.3.6). Dans ce cas les deux premie`res e´quations
de conservation restent inchange´es, en revanche le terme nuc vient s’ajouter a` l’e´quation de
conservation de l’e´nergie, qui donne alors :
h∗ +
1
2
(u∗ −D)2 = h0 + nuc + 1
2
D2. (3.33)
Cette e´quation repre´sente tous les e´tats possibles une fois la combustion termine´e. Le lieu de
ces e´tats est repre´sente´ en bleu sur la figure 3.8 pour une e´nergie nuc = 7× 1017 erg g−1. Cette
e´nergie de´pend en fait de la densite´ a` laquelle a lieu la combustion (voir figure 3.2(b)). Cette
valeur est celle mesure´e a` ρ = 5× 107 g cm−3.
Plusieurs e´tats importants sont marque´s d’une lettre. I correspond a` l’e´tat initial au repos de
densite´ ρ0 et pression P0. Les 2 points note´s P et V repre´sentent des e´tats importants pour la com-
bustion. La partie entre ces deux points n’est pas physique est correspond mathe´matiquement a`
des vitesses imaginaires (D2 < 0). Les points dans la partie haute de la Crussard (au dessus de
V) repre´sentent une combustion se propageant supersoniquement, ou` il y a une augmentation de
la pression et de la densite´. Ce mode est une de´tonation. Au contraire pour les points en dessous
de P, la combustion se propage subsoniquement et pression et densite´ diminuent au passage
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du front (diminution faible pour la pression). C’est une de´flagration. Les points limites P et V
correspondent respectivement a` une combustion isobare, de vitesse de propagation nulle et a` une
combustion isochore de vitesse infinie. Les points J1 et J2 sont les points de Chapman-Jouguet
supe´rieur et infe´rieur respectivement. Le premier repre´sente la de´tonation de vitesse minimale
et le deuxie`me la de´flagration de vitesse maximale.
De´tonations planes stationnaires : La figure 3.9 repre´sente la partie de´tonation de la
courbe de Crussard, trois droites de Rayleigh sont repre´sente´es avec des vitesses diffe´rentes.
Pour des vitesses de front faibles, il n’y a aucune intersection donc aucun e´tat ve´rifiant les
e´quations d’une de´tonation stationnaire. Il existe donc une vitesse minimale, qui correspond
a` la droite de Rayleigh tangente. Cette vitesse porte le nom de Chapman-Jouguet (DCJ) en
l’honneur des pionniers de ce domaine. Pour des vitesses plus grandes, il existe deux points
d’intersection, note´s S et W, correspondant respectivement aux de´tonations fortes et faibles. Une
de´tonation faible n’est pas re´alise´e dans les conditions normales, car pour une de´tonation plane
et stationnaire, les re´actions sont dues a` un choc frontal qui emme`ne le fluide dans l’e´tat H, puis
les re´actions ont lieu et descendent la droite de Rayleigh jusqu’a` S, ou` toute l’e´nergie disponible
a e´te´ libe´re´e. Ainsi seule la partie au dela` de J est re´alisable, elle correspond a` une de´tonation
force´e (overdriven). En effet l’e´tat final est subsonique : u∗+Cs > D et une perturbation initie´e
derrie`re la de´tonation la rattrape, notamment l’onde de rare´faction (qui se de´place a` Cs). Ainsi
la seule possibilite´ pour qu’une de´tonation force´e ne retombe pas dans l’e´tat CJ est qu’elle soit
pousse´e par un piston de vitesse u∗. D’autre part, les expe´riences montrent que les de´tonations
libres ou auto-entretenues se propagent a` la vitesse DCJ . Cette vitesse peut eˆtre estime´e par
(Ciccarelli et Dorofeev, 2008) :
DCJ w
√
2nuc(γ∗ − 1). (3.34)
Le fait remarquable est que cette vitesse de propagation est inde´pendante de la microphysique
de la combustion, elle de´pend uniquement de l’e´nergie totale libe´re´e.
De´flagrations planes stationnaires : Le point P, sur la figure 3.8, correspond a` un e´tat non-
physique ou` la propagation de la combustion est infiniment lente et toute surpression ge´ne´re´e par
la combustion est e´vacue´e par le fluide. Une de´flagration laminaire correspond a` un e´tat juste
en dessous du point P, avec une vitesse de front tre`s faible et en conse´quence une variation de
pression tre`s faible. Par exemple, une de´flagration de carbone-oxyge`ne dans une naine blanche se
propageant dans un milieu de densite´ ρ0 = 2, 5×107 g cm−3, a une vitesse de Vfl = 1, 58 km s−1,
un facteur de dilatation ∆ρ/ρ = 0, 517. On en de´duit une diffe´rence de pression de ∆P =
3, 1 × 1017 erg cm−3 a` comparer a` la pression du milieu : P0 = 3, 3 × 1025 erg cm−3. Donc
la combustion est isobare a` 10−8 pre`s. Contrairement a` une de´tonation, ou` la vitesse du front
de´pend uniquement de l’e´nergie libe´re´e, la vitesse d’une de´flagration de´pend de la microphysique
et notamment des taux de re´actions ainsi que du me´canisme de transport d’e´nergie (conduction,
turbulence, ...). Comme explique´ dans la partie combustion turbulente (3.3.4), une de´flagration
turbulente est nettement plus rapide qu’une de´flagration laminaire. Une de´flagration peut eˆtre
acce´le´re´e jusqu’a` une valeur limite, telle que la droite de Rayleigh soit tangente a` la courbe de
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Figure 3.9 – Repre´sentation dans le plan P -v des courbes de Hugoniot (eq. 3.32),de Crussard (eq.
3.32, avec nuc ∼ 7 × 1017 erg g−1) et de Rayleigh (eq. 3.31 pour trois vitesse de front diffe´rente :
D = DCJ ∼ 12 600 km s−1 puis D < DCJ et D > DCJ).
Crussard. En effet pour des vitesses supe´rieures il n’existe plus d’intersection. Ce cas limite est
la de´flagration Chapman-Jouguet.
3.2.3 Le code ASTROLABE
Ces expressions analytiques font l’hypothe`se d’un e´tat stationnaire dans la zone de re´actions
et ne´cessitent la connaissance de l’e´nergie nucle´aire libe´re´e. Or cette e´nergie de´pend de l’e´quilibre
atteint, qui lui-meˆme de´pend de la cine´tique thermonucle´aire et du chemin re´actif suivi. D’autre
part certains phe´nome`nes comme l’ignition ne peuvent pas eˆtre traite´s par une mode´lisation
stationnaire. C’est pourquoi nous avons utilise´ un code hydrodynamique a` haute re´solution
capable de suivre ces fronts de re´action : le code ASTROLABE de´veloppe´ par J.-P. Chie`ze. Ce
code 1D utilise une discre´tisation en volumes finis avec un maillage mobile et adaptatif dont le
nombre de mailles reste constant, ce qui permet d’atteindre des re´solutions extreˆmes et re´soudre
les diffe´rentes e´chelles de la combustion. Il inclut aussi deux ge´ome´tries possibles : plane ou
sphe´rique.
Il peut inclure nombre d’ingre´dients physiques avec des expressions pre´cises, selon le phe´nome`ne
que l’on veut mode´liser :
1. L’e´quation d’e´tat du plasma de´ge´ne´re´ de l’inte´rieur d’une naine blanche, de´crite dans la
section 1.2.1.
2. Le re´seau de re´actions thermonucle´aire avec l’effet d’e´crantage, de´crit pre´ce´demment (§3.1).
3. Le transfert thermique par la conduction e´lectronique et le rayonnement, de´crit dans la
suite (§3.3.1). En effet, il n’est pas utile pour mode´liser une de´tonation mais ne´cessaire
pour les de´flagrations.
3.2. Propagation d’une discontinuite´ et de´tonation 97
3.2.3.1 Grille mobile
Le maillage ALE (Adaptatif Lagrange Euler) utilise´ dans ASTROLABE est capable de
re´soudre puis de suivre des discontinuite´s de plusieurs ordres de grandeur. La grille adaptative se
base sur les travaux de Dorfi et Drury (1987), qui ont de´veloppe´ une me´thode pour faire e´voluer
la grille et le fluide simultane´ment. Cela permet notamment d’utiliser un solveur implicite, ce qui
est ne´cessaire pour la partie re´actions. Pour cela il faut rajouter, aux e´quations de conservation
classiques, une e´quation pour l’abscisse des points de maille. L’ide´e est de choisir une fonction
de re´solution arbitraire, R, de´pendant des variables hydrodynamique ~X = (ρ, ~u, T,XC , XO, ...)
et d’ajuster la densite´ du maillage proportionnellement a` cette fonction de re´solution. La densite´
du maillage est de´finie comme le nombre de points de maille par unite´ de longueur :
ni =
Li(t)
xi+1 − xi (3.35)
ou` L(x, t) est l’e´chelle de longueur naturelle. La fonction de re´solution R(X) est choisie arbi-
trairement. Son but e´tant de de´finir la` ou` la grille doit eˆtre raffine´e et la` ou` elle peut eˆtre plus
laˆche. Ainsi une prescription naturelle consiste a` la de´finir graˆce aux gradients des quantite´s
physiques que l’on souhaite re´soudre correctement dans la simulation. Dorfi et Drury (1987)
proposent une fonction de la forme :
Ri(X) =
√√√√1 +∑
j
Li(t)
Xj0
Xji+1 −Xji+1
xi+1 − xi , (3.36)
ou` toutes les quantite´s ont e´te´ exprime´es dans leur forme discre´tise´e sur la maille i. Xj0 est
l’e´chelle naturelle de la variable Xj . Pour des questions de stabilite´ nume´rique il faut lisser la
fonction de densite´ de maille spatialement et temporellement pour que celle-ci ne varie pas trop
d’une maille a` l’autre et d’un pas de temps a` l’autre. Finalement l’e´quation pour la grille qui est
re´solue est :
n˜i
Ri
=
n˜i+1
Ri+1
, (3.37)
avec n˜ la densite´ de maille lisse´e. Cette e´quation ge`re l’e´volution de la grille pour que celle ci
s’adapte au mieux a` la fonction de re´solution.
3.2.3.2 Discre´tisation des e´quations d’e´volution
Les variables hydrodynamiques sont de´finies selon deux maillages de´cale´s : le maillage pri-
maire, {ri}, repre´sente les interfaces et le maillage de´cale´, {r˜i}, sert a` discre´tiser les variables
volumiques : ρ, Eth et les fractions de masse des diffe´rentes espe`ces Zj . La vitesse du fluide
est discre´tise´e aux interfaces, ainsi que les flux physiques tels que le flux d’e´nergie rayonne´e ou
de conduction e´lectronique. Les e´quations d’e´volution sont utilise´es sous leur forme conserva-
tive avec une expression inte´grale. Supposons d’abord que le maillage suive exactement le fluide
(description lagrangienne). On verra dans la suite comment traiter les flux lorsque le fluide se
de´place par rapport au maillage. Pour les grandeurs volumiques, le volume de controˆle, δVi, est
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de´fini par les interfaces {ri}. La connaissance de la vitesse a` ces interfaces permet de connaˆıtre
l’e´volution du volume et donc de ces grandeurs. Par exemple l’e´quation de conservation de la
masse s’e´crit :
ρi(t+ dt)δVi(t+ dt) = ρi(t)δVi(t). (3.38)
Il vient s’y ajouter des termes sources volumiques pour l’e´quation de l’e´nergie. Pour la conser-
vation du moment, il faut connaˆıtre la pression aux bords du volume de controˆle. C’est pour
cela qu’on de´cale la grille de manie`re a` ce que le volume de controˆle pour le moment, δV˜i, soit
centre´ autour des interfaces ri et que ses bords correspondent aux points de discre´tisation des
grandeurs volumiques, {r˜i}. Ces derniers sont de´finis de manie`re a` correspondre a` la position
ou` un champ, variant line´airement avec la position, atteint sa valeur moyenne. En ge´ome´trie
plane cette position correspond au centre de la cellule. En revanche, en ge´ome´trie sphe´rique,
l’expression devient :
r˜i =
3
4
r4i+i − r4i
r3i+1 − r3i
. (3.39)
De cette manie`re la formulation des e´quations de conservation est cohe´rente, puisque la pression
ne´cessaire a` l’e´quation du moment est connue en r˜i, ou` sont connus ρ et T .
3.2.3.3 Calcul des flux
Cependant ces interfaces ne sont pas lagrangiennes, elles se de´placent par rapport a` l’e´coulement
et cela induit des flux. Pour calculer ces flux d’advection, il faut connaˆıtre la vitesse des inter-
faces, ug et la valeur de la quantite´ advecte´e a` l’interface. La vitesse de l’interface est calcule´e
de fac¸on a` ce que le produit ugdtdS corresponde au volume balaye´ par l’interface pendant un
pas de temps dt :
ug =
1
∆t
r3t+∆t − r3t
3r2
. (3.40)
Cette expression est obligatoire pour garder la pre´cision du sche´ma d’advection d’ordre 2. Pour
connaˆıtre les valeurs aux interfaces, il faut les extrapoler depuis le volume de controˆle. Explicitons
la proce´dure pour les grandeurs volumiques de´finies en r˜, ensuite la proce´dure est la meˆme pour
la vitesse mais avec de´calage des grilles. Soit X une quantite´ de´finie en r˜i dans le volume de
controˆle entre ri et ri+1. Il nous faut une estimation de cette quantite´ a` ces interfaces. Une
interpolation line´aire en ri entre r˜i et r˜i+1 est inconditionnellement instable. Une meilleur ide´e
est de prendre la valeur sous le vent : Xi−1 si ui− ug,i > 0 ou Xi si ui− ug,i < 0. Ce sche´ma est
d’ordre 1 en espace. Pour avoir une meilleur pre´cision, on peut utiliser le gradient pour ame´liorer
l’estimation sous le vent :
Xi−1/2 = Xi−1 + (ri − r˜i)
∂X
∂r
∣∣∣∣
i
ui − ug,i < 0,
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Xi−1/2 = Xi + (ri − r˜i−1)
∂X
∂r
∣∣∣∣
i−1
ui − ug,i > 0.
Ce gradient est calcule´ comme la pente de van-Leer, qui est la moyenne harmonique des pentes
classiques a` droite et a` gauche :
∂X
∂r
∣∣∣∣
i
= 2
max(0, X ′iX
′
i+1)
X ′i +X
′
i+1
avec X ′i =
Xi−1 −Xi
r˜i−1 − r˜i ,
Ce sche´ma, qui utilise trois points de discre´tisation, est d’ordre 2. Il est essentiel pour traiter
correctement l’advection lorsque la grille se de´place dans le flot.
3.2.3.4 Traitement des chocs
Dans le cadre d’une re´solution non-conservative des e´quations fluides, il faut introduire un
me´canisme pour traiter les chocs. En effet leur e´paisseur, de l’ordre de quelques libres parcours
moyens, est toujours tre`s petite devant la re´solution : δr = ri+1 − ri. Pour traiter ces discon-
tinuite´s, le code utilise une viscosite´ artificielle pour e´paissir le choc sur quelques cellules. On
utilise une expression, base´e sur Von Neumann et Richtmyer (1950), qui donne une viscosite´
ne´gligeable en dehors d’un choc. En 1D on exprime une pression visqueuse de la forme :
Pvis =
(
2
(ui+1 − ui)2
C2s
− min(ui+1 − ui, 0)
Cs
)
Pi, (3.41)
qui est comparable a` la pression du fluide uniquement dans les cellules du choc. Il faut aussi
inclure la dissipation d’e´nergie induite par le choc, car sans viscosite´ naturelle les e´quations
fluides sont isentropiques :
Qvis = −Pvis min
(
∂u
∂r
, 0
)
. (3.42)
Cette expression permet de dissiper de l’e´nergie lors de la compression. Il faut noter que la
quantite´ d’e´nergie dissipe´e est inde´pendante du choix de la viscosite´. Ce sont les e´quations de
conservation qui fixent densite´, vitesse et e´nergie derrie`res le choc, en accord avec les relations
de Hugoniot. La viscosite´ joue en fait seulement sur l’e´paisseur du choc.
3.2.4 De´tonations
Ce code hydrodynamique, graˆce a` sa grille mobile et adaptative, peut atteindre des re´solutions
suffisantes pour re´soudre la dynamique des trois e´tapes de combustion, malgre´ les e´chelles spa-
tiales et temporelles tre`s diffe´rentes de ces e´tapes, tout en propageant correctement le choc
frontal. Il est donc capable de mode´liser correctement une de´tonation re´aliste.
En effet la description expose´e dans la premie`re partie est insuffisante. Tout d’abord parce que
le front n’est pas toujours tre`s fin. En effet, a` basses densite´s, les temps de re´actions augmentent
e´norme´ment (figure 3.4). Cependant on pourrait essayer d’e´tudier une de´tonation stationnaire,
compose´e d’un choc frontal, suivi d’une zone de re´action stationnaire. Cette mode´lisation est
justifie´e physiquement, car quelques collisions suffisent pour e´tablir l’e´quilibre me´canique dans
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Figure 3.10 – Sche´ma d’une de´tonation stationnaire 1D dans le mode`le ZND, ou` le choc frontal est suivi
d’une zone de re´action (de´grade´ de rouge) de taille finie
le choc, tandis que nettement plus de collisions sont ne´cessaires pour en avoir une suffisamment
e´nerge´tique pour re´agir (σcollision  σreaction). Et les re´actions nucle´aires ne´cessitent beaucoup
plus de temps. Ce mode`le est commune´ment appele´ : mode`le ZND pour Zel’dovich, Von Neumann
et Doering. La donne´e de la condition aux limites de vitesse, soit nulle pour une de´tonation libre
soit finie pour une de´tonation force´e, permet, en connaissant Qnuc, de caracte´riser entie`rement
la de´tonation et notamment sa vitesse de propagation. Cependant l’e´nergie nucle´aire libe´re´e,
ne peut eˆtre estime´e qu’a` posteriori, puisqu’elle de´pend de l’e´quilibre atteint qui, lui, de´pend
de la tempe´rature post-choc. D’autre part, le caracte`re endothermique des re´actions a` forte
densite´ ne´cessite le recours a` la simulation nume´rique pour caracte´riser quantitativement une
de´tonation.
3.2.4.1 De´tonation force´e
Le plus simple pour initier une de´tonation est de cre´er un choc suffisamment fort a` l’aide
d’un piston. Pour cela on utilise notre code ASTROLABE avec l’interface du bord gauche
lagrangienne, de vitesse non nulle fixe´e. Si on choisit une vitesse supersonique le fluide est
rapidement compresse´ et un choc se forme. Il va chauffer le plasma et les re´actions vont s’allumer.
La surpression ge´ne´re´e va pousser un peu plus le choc jusqu’a` sa vitesse d’e´quilibre telle que la
vitesse u∗ soit e´gale a` la vitesse du piston Vpiston. Il faut u∗ > u∗CJ , ou` u
∗
CJ est la vitesse du fluide
derrie`re une de´tonation Chapman-Jouguet. En effet pour des vitesses plus faibles, il n’existe
pas de de´tonation stationnaire stable. La figure 3.11(a) compare une simulation dynamique
de de´tonation force´e avec ASTROLABE aux courbes de Hugoniot, Crussard et Rayleigh. Le
milieu non choque´ se situe en bas a` droite aux faibles pressions et densite´s, ensuite le choc
frontal compresse rapidement le plasma avec tre`s peu d’e´nergie nucle´aire libe´re´e. Les quelques
cellules re´solvant le choc ont une viscosite´ artificielle non nulle (eq. 3.41). Dans ce cas, de´crit
par Navier-Stokes avec la viscosite´ artificielle, les e´tats ne sont pas sur la droite de Rayleigh.
Mais derrie`re le choc, l’e´tat se trouve a` l’intersection de cette droite avec la courbe de Hugoniot.
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Figure 3.11 – A gauche : Courbes de Hugoniot, Crussard et Rayleigh pour une de´tonation force´e
(Vpiston = 10 000 km s
−1) pour une densite´ de ρ = 5 × 107 g cm−3. Les points bleus repre´sentent
les 150 cellules d’une de mes simulations ASTROLABE dans le plan P-v. A droite : Structure de
cette meˆme de´tonation simule´e, repre´sente´e depuis le front. En traits pleins les fractions de masse des
e´le´ments principaux qui montrent les trois e´tapes caracte´ristiques. En tirets la pression dont le saut
initial correspond au choc frontal qui chauffe brutalement le plasma, ce qui est visible sur la tempe´rature
en pointille´s, qui ensuite n’augmente quasiment plus.
Cela signifie qu’une de´tonation de carbone-oxyge`ne dans une naine blanche est assez bien de´crite
par le mode`le ZND, puisque l’e´tat post-choc est atteint avant que les re´actions n’aient libe´re´
beaucoup d’e´nergie. Ensuite la combustion a lieu et les e´tats successifs s’alignent sur la droite de
Rayleigh, car l’e´coulement reste continu et il n’y a pas de dissipation. L’e´tat final se situe bien
a` l’intersection de cette droite de Rayleigh et de la courbe de Crussard, correspondant a` Qnuc.
On note que derrie`re une de´tonation les tempe´ratures sont tre`s importantes et l’e´quilibre final
inclue une large fraction d’he´lium qui rend endothermique la relaxation vers l’e´quilibre. Notons
aussi que cette relaxation vers l’e´quilibre est toujours endothermique pour des raisons purement
hydrodynamiques. Cependant, l’effet des re´actions endothermiques a` cause de la production
d’he´lium est le plus important.
La de´tonation repre´sente´e sur les figures 3.11(a) et 3.11(b), correspond a` une de´tonation
force´e pour une densite´ de ρ = 5×107 g cm−3 avec un piston de vitesse Vpiston = 10 000 km s−1.
La de´tonation compresse alors le fluide d’une facteur ρ∗/ρ0 = 3, 3. En utilisant (3.29) et (3.30),
on peut ve´rifier que la simulation est cohe´rente avec les pre´dictions analytiques de la partie
pre´ce´dente. L’e´quation (3.29) donne une vitesse de de´tonation deD = 14 200 km s−1 et l’e´quation
(3.30) un saut de pression de ∆P = 7, 1× 1025 erg cm−3, soit un saut de pression d’un facteur
10. Ces valeurs sont ve´rifie´es dans notre simulation hydrodynamique.
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ρ0 (×107 g cm−3) 1 2 5 10 25 50
DCJ ( km s
−1) 11320 11350 11450 11500 11900 12400
PCJ/P0 9,9 8,0 6,0 4,3 3,5 3,1
Table 3.1 – Pression et vitesse de propagation d’une de´tonation Chapman-Jouguet en fonction de la
densite´. LA vitesse varie peu, en revanche la pression au niveau du choc diminue nettement (relativement
a` P0) avec la densite´. En effet, l’e´nergie nucle´aire libe´re´e repre´sente une fraction de plus en plus faible
de l’e´nergie interne lorsque la densite´ augmente.
3.2.4.2 De´tonation libre
Les de´tonations force´es de´crites ci-dessus sont artificielles puisqu’elles ne´cessitent une action
externe. Ce type de simulation aide cependant a` caracte´riser la structure des de´tonations. Toute-
fois, les de´tonations qui nous inte´ressent sont les de´tonations auto-soutenues qui se propagent a`
la vitesse de Chapman-Jouguet. Ces de´tonations sont obtenues soit avec une ignition ade´quate
(voir chapitre suivant) soit a` partir d’une de´tonation force´e, pour laquelle le piston est stoppe´ et
qui ensuite de´ce´le`re jusqu’a` l’e´tat CJ. Un exemple de de´tonation libre est trace´ sur la figure 3.12
pour une densite´ de ρ = 1× 107 g cm−3. Les e´tapes de combustion sont les meˆmes avec la con-
sommation du carbone et l’oxyge`ne. Cependant la pression est maximale au niveau du choc, puis
les libe´rations d’e´nergie lors de la combustion de 12C et 16O , re´sultent en une dilatation et une
diminution de pression. Ensuite vient l’onde de rare´faction qui diminue pression et tempe´rature.
Ainsi la combustion a lieu a` plus faible pression et donc densite´. De ce fait les re´actions sont
plus lentes et il faut 10 m pour bruˆler l’oxyge`ne la` ou` il aura fallu moins d’un me`tre pour une
de´tonation force´e comme au dessus. Sur la figure 3.12(b), sont trace´e les courbes de Crussard
et Hugoniot pour cette de´tonation, et comme on l’attendait, elle se propage a` la vitesse DCJ .
La table 3.1 donne la vitesse de propagation d’une de´tonation Chapman-Jouguet en fonction de
la densite´. Celle-ci varie assez peu avec la densite´, elle est meˆme presque constante aux faibles
densite´s. En revanche, le saut de pression, PCJ/P0 de´croit nettement avec la densite´.
Finalement la propagation d’une de´tonation de´pend principalement de la dynamique du
fluide et de la libe´ration d’e´nergie. Ainsi, meˆme si la combustion n’est pas re´solue, tant que
l’e´nerge´tique est correcte la de´tonation se propagera a` la vitesse correcte de DCJ . C’est ce qu’on
observe avec HERACLES, qui est un code eule´rien de re´solution nettement plus faible (Ce code
est de´crit dans la suite §4.3.1).
3.3 De´flagrations
3.3.1 Transfert thermique
La vitesse de propagation d’une de´tonation plane stationnaire de´pend uniquement de l’e´nergie
nucle´aire libe´re´e. En revanche, pour une de´flagration, la microphysique du transport de l’e´nergie
est capitale pour de´terminer sa vitesse de propagation. Dans les conditions physiques d’une naine
blanche deux me´canismes peuvent eˆtre importants : la conduction e´lectronique et le transfert ra-
diatif. D’autre part, l’inte´rieur e´tant supraconducteur il est probablement fortement magne´tise´.
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Figure 3.12 – A gauche : De´tonation auto-soutenue dans un milieu de densite´ ρ = 1 × 107 g cm−3
obtenue avec ASTROLABE. La combustion est plus lente que dans le cas d’une de´tonation force´e, a`
cause d’une pression plus faible, qui diminue a` chaque e´tape de libe´ration d’e´nergie. Mais les e´tapes de
combustion du carbone et de l’oxyge`ne sont qualitativement les meˆmes. A droite : Courbes de Crussard
et de Hugoniot pour cette de´tonation libre, qui atteint bien le point CJ avant l’arrive´e de l’onde de
rare´faction.
Or le champ magne´tique peut avoir un effet important sur la conduction e´lectronique.
3.3.1.1 Conduction e´lectronique
L’expression la plus ge´ne´rale de la conduction thermique (et e´lectrique) des e´lectrons de´ge´ne´re´s
dans un milieu magne´tise´ est (Landau et Lifshitz, 1960; Potekhin, 1999) :
~je = [σ]. ~E − [α].~∇T et ~jT = [α]. ~E − [κ].~∇T.
[σ], [α] et [κ] sont des tenseurs d’ordre 2 qui se re´duisent a` des scalaires lorsque le champ
magne´tique est nul. Ces tenseurs s’expriment a` travers une inte´grale sur la de´rive´ de la distri-
bution de Fermi-Dirac. En effet cette de´rive´ repre´sente les e´lectrons thermiques de la surface
de Fermi, qui ne sont pas bloque´s dans les e´tats d’e´nergie infe´rieure a` l’e´nergie de Fermi et qui
peuvent participer au transport d’e´nergie thermique. Ces tenseurs s’e´crivent (Potekhin, 1999) :
σijαij
κij
 =
∫ ∞
0
 e2e(µ− )/kT
(µ− )2/(kT )2
 NB()
m∗e
τij()
(
−∂fFD
∂
)
d, (3.43)
NB() est un terme de quantification du champ qui n’intervient que pour des champs extreˆmement
forts (Les champs a` l’inte´rieur d’une naine blanche ne sont pas suffisant et le champ magne´tique
reste non-quantifie´ :NB() = 1), m
∗
e est la masse effective d’un e´lectron d’e´nergie  (m
∗
e = /c
2)
et [τ ] est le temps de relaxation des e´lectrons, de´termine´ par la diffusion des e´lectrons. Il est e´gal
104 Chapitre 3. La combustion dans les SNe Ia
a` l’inverse de la fre´quence effective de collision.
Champ nul : Dans le cas non-magne´tique, [τ ] se re´duit a` un scalaire : τ0. Cette inte´grale
e´tant trop lourde a` calculer dans un code hydrodynamique, on fait l’hypothe`se que T  TF .
Cette hypothe`se est justifie´e devant le front de de´flagration, ou` les tempe´ratures sont faibles.
En revanche dans le front, la` ou` le chauffage nucle´aire est tre`s important, cette hypothe`se n’est
plus ve´rifie´e. Quoiqu’il en soit, dans cette approximation, la de´rive´ de la distribution de Fermi-
Dirac se re´duit a` une fonction de Dirac a` l’e´nergie de Fermi. C’est a` dire que les seuls e´lectrons
thermiques sont ceux d’e´nergie F . Dans ce cas, l’inte´grale est e´gale a` son inte´grande e´value´e en
F et les conductions s’e´crivent (Urpin et Yakovlev, 1980) :
σ =
nee
2
m∗e
τ0(F ) et κ =
pi2k2BTne
3m∗e
τ0(F ). (3.44)
Ainsi la conductivite´ est proportionnelle a` l’inverse de la fre´quence des collisions, ce qui veut
dire qu’a` densite´ e´gale de porteurs, moins il y a de collisions et mieux sera transporte´ l’e´nergie
ou la charge e´lectrique. Cela explique aussi pourquoi en milieu de´ge´ne´re´ la conductivite´ est tre`s
e´leve´e. En effet, lorsque presque tous les niveaux d’e´nergies sont occupe´s jusqu’au niveau de
Fermi, un e´lectron thermique devra parcourir une grande distance avant de trouver un niveau
libre et avoir une collision efficace.
Fre´quence effective de collisions Dans l’e´tat liquide qui correspond a` l’inte´rieur d’une naine
blanche, les collisions dominantes sont les collisions e´lectron - ion et dans une moindre mesure
les collisions entre deux e´lectrons. On fait souvent l’approximation que (Ziman, 1960) :
τ−10 = νe = νei + νee
En fait il n’y a pas vraiment de collision, mais plutoˆt diffusion de l’e´lectron par le champ
e´lectrostatique de l’ion. Cette interaction est de´crite par une inte´grale de diffusion ge´ne´ralisant
la diffusion Rutherford (Yakovlev et Urpin, 1980) :
νei = niveσd() avec σd() =
∫ pi
0
dσ(, θ)(1− cos(θ))dΩ(θ),
ou` dσ(, θ) est la section efficace diffe´rentielle pour qu’un e´lectron d’e´nergie  soit de´vie´ de θ.
dΩ(θ) est l’angle solide d’inte´gration. On suppose encore que T  TF et que les e´lectrons ont
l’e´nergie et l’impulsion de Fermi, cela implique que l’e´nergie transfe´re´e est ∆e = m∗ev2F (1 −
cos(θ)). Ainsi νei repre´sente un taux de collision effectif dans la mesure ou` il correspond au
rapport de l’e´nergie transfe´re´e par seconde a` l’e´nergie typique d’un e´lectron (m∗ev2F ). Dans le
formalisme classique, ou` deux charges interagissent a` travers un potentiel coulombien, la section
efficace est celle de la diffusion Rutherford, donne´e par :
dσRuth =
(
Ze2
2mec2
)2
1− β2
β4
1
sin4( θ2)
(3.45)
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(McKinley et Feshbach, 1948) ont donne´ des corrections a` ce formalisme pour tenir compte des
e´lectrons relativistes :
dσ = dσRuth
(
1− β2 sin2 θ
2
+ piZα sin
θ
2
(
1− sin θ
2
))
(3.46)
Le premier terme est la premie`re correction de Born. Elle est utilise´e pour les calculs de con-
ductivite´ par Yakovlev et Urpin (1980) et Itoh et al. (1983). La seconde correction de Born a
re´cemment e´te´ ajoute´e par Itoh et al. (2008). Une autre approche consiste a` calculer la section
efficace re´elle, mais pour un nombre fini d’e´nergie des e´lectrons incidents et une se´lection de
noyaux. Doggett et Spencer (1956) ont choisi cette approche et leurs re´sultats ont ensuite e´te´
utilise´s par Potekhin et al. (1997, 1999) pour calculer les conductivite´s. Ensuite dans les deux
cas il faut calculer σd en inte´grant sur l’angle solide total. On obtient, avec le premier terme
correctif uniquement :
σd() =
4piZ2e4
p2v2
Λei(p), avec Λei(p) =
∫ 2p/~
0
q3φ2q
(
1− ~
2c2q2
42
)
dq (3.47)
le logarithme coulombien et ~q = 2p sin2 θ2 . Finalement, pour un gaz entie`rement de´ge´ne´re´, on
obtient la fre´quence de collision effective :
νei =
4piZ2e4niΛei
p2F vF
, (3.48)
avec Λei = Λei(pF ). Le terme φq contient toute la physique de l’interaction. Il est en ge´ne´ral
beaucoup plus complexe que le seul potentiel e´lectrostatique en 1/q2 et peut s’e´crire comme :
φq =
S(q)F 2(q)R(q)
q4(q)
,
pour inclure diffe´rents ingre´dients physiques supple´mentaires : S(q) est le facteur de struc-
ture ionique qui inclue les effets d’e´crantage par les corre´lations ioniques, (q) est la fonction
die´lectrique re´sultant de l’e´crantage par les e´lectrons de´ge´ne´re´s, F (q) tient compte de la taille
non nulle des noyaux et R(q) est le terme de correction choisi pour la section efficace de diffusion.
Tout ceci est valide dans le cas d’une espe`ce ionique unique, mais si il y a plusieurs types de
noyaux, comme dans une naine blanche, alors il faut calculer le logarithme coulombien pour
chaque espe`ce puis en faire une moyenne ponde´re´e par la charge au carre´ (Cassisi et al., 2007) :
νei =
4pie4
p2F vF
∑
j
Z2j njΛ
j
ei (3.49)
Il reste a` calculer ce logarithme coulombien. Urpin et Yakovlev (1980) ont propose´ une
expression simple dans la phase liquide. De´ja` le deuxie`me terme de l’inte´grande peut eˆtre calcule´
exactement puisqu’il converge. Le proble`me vient du premier terme qui est divergent en q = 0,
c’est a` dire pour les parame`tres d’impact infinis. Cependant graˆce a` l’e´crantage, le potentiel d’un
noyau est efficacement annule´ au dela` du rayon de Debye,rD, dans le cas d’un plasma faiblement
couple´ et au dela` de la sphe`re ionique, ai = (3/4pini)
1/3, pour un couplage fort. Ainsi Urpin et
106 Chapitre 3. La combustion dans les SNe Ia
Yakovlev (1980) introduise un rayon maximum : rmax =
√
D2 + a2i /6 pour rendre l’inte´grale
convergente et dans ce cas le logarithme coulombien se re´duit a` :
Λei = ln(2pF rmax/~)− v2F /2c2
Enfin ce formalisme de diffusion des e´lectrons par le potentiel coulombien des ions n’est
valable que dans la phase liquide. Dans le cas solide la contribution principale vient de la
diffusion par les vibrations de la structure ionique ou phonons. Cependant la cristallisation
a lieu a` des tempe´ratures tre`s faibles que nous ne conside´rons pas, et on conside´rera seulement
le cas du liquide. Pour un plasma d’ions de faible charge, la diffusion entre deux e´lectrons peut
eˆtre importante. Pour cette contribution, Cassisi et al. (2007) donnent une expression reliant le
re´gime totalement de´ge´ne´re´ calcule´ par Shternin et Yakovlev (2006) et le re´gime classique e´tudie´
nume´riquement par Hubbard et Lampe (1969).
3.3.1.2 Effet du champ magne´tique
La pre´sence d’un champ magne´tique, introduit une direction particulie`re qui brise l’isotropie,
en induisant la rotation des e´lectrons autour des lignes de champ magne´tique. Le tenseur de
conductivite´, [κ], a alors non seulement des e´le´ments diagonaux diffe´rents, mais il devient meˆme
non-diagonal a` cause de l’effet Hall. L’effet du champ magne´tique sur les e´lectron est quantifie´
par le rayon de Larmor pF /eB et la gyrofre´quence ωg = eBc
2/F . Le mouvement des e´lectrons
reste inchange´ dans la direction du champ magne´tique. Si on suppose que le champ magne´tique
est dans la direction verticale, alors la composante κzz = κ0, avec κ0 la conductivite´ en absence
de champ magne´tique. Supposons maintenant un gradient de tempe´rature dans une direction
orthogonale, par exemple x. Le flux de chaleur transporte´ par des e´lectrons de libre parcours
moyen l et de fre´quence de collision τ , est :q = −κ∂T∂x , avec κ ∼ nel
2
τ . Pour des e´lectrons
de´ge´ne´re´s, l = vF τ0 et κ0 ∼ ne(vF τ0)2/τ0. Mais dans le cas, ou` un champ magne´tique perturbe
les trajectoire des e´lectrons, le libre parcours moyen sera re´duit dans cette direction. Pour un
champ fort (ωgτ0  1), les trajectoires sont circulaires et le libre parcours moyen se re´duit au
rayon de Larmor dans les deux directions x et y. Notons ainsi qu’un gradient dans la direction x
dans un champ vertical ge´ne`re un flux dans la direction y. Ainsi dans le re´gime de champ fort :
κ⊥ =
ne(m
∗
evf )
2
τ0(eB)2
=
κ0
(ωgτ0)2
.
Pour relier les re´gimes de champ nul et de champ fort, on utilise ge´ne´ralement un raccord simple
(Potekhin et al., 1999) :
τxx = τyy =
τ0
1 + (ωgτ0)2
, (3.50)
τxy = τyx =
ωgτ
2
0
1 + (ωgτ0)2
, (3.51)
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3.3.1.3 Rayonnement
Aux fortes densite´s la conduction par les e´lectrons de´ge´ne´re´ domine le transport thermique.
En revanche, a` plus faibles densite´s, ρ . 1× 108 g cm−3, le transport radiatif devient important
puis meˆme dominant. Pour le calcul des opacite´s radiatives, on se base sur les e´tudes de Timmes
et Woosley (1992) et Timmes (2000). L’opacite´ totale est constitue´e de deux composantes : le
bremsstrahlung inverse, ou` un photon est absorbe´ par un e´lectron dans le champ e´lectrostatique
d’un ion et la diffusion Compton, ou` un photon change de fre´quence par une diffusion sur un
e´lectron. Ces deux phe´nome`nes voient l’e´nergie d’un photon eˆtre partiellement ou totalement
transfe´re´e a` un e´lectron, transportant ainsi l’e´nergie thermique. Le bremsstrahlung inverse est
calcule´ par un ajustement analytique de Christy (1966) et Iben (1975). Les opacite´s Comp-
ton sont celles de Weaver et al. (1978). Ces opacite´s sont utilise´es ensuite pour un mode`le de
diffusion :
Frad = − c
3κρ
∇(aT 4), (3.52)
ou` T est la tempe´rature unique pour les e´lectrons, les ions et les photons.
3.3.2 De´flagrations laminaires
Lorsque la combustion est lente, le fluide a le temps de se dilater pour rester isobare. Dans ce
cas on ne peut pas de´clencher une de´tonation. Cependant lorsque la tempe´rature augmente, le
gradient de tempe´rature se raidit et le transport thermique de´crit pre´ce´demment devient de plus
en plus important et chauffe le milieu amont jusqu’a` l’ignition. Cette propagation subsonique
de la combustion par le transfert thermique dans un milieu quasi-isobare est une de´flagration.
Contrairement a` une de´tonation, les proprie´te´s de ces flammes, sa vitesse de propagation, Vfl
et sa largeur, δ, sont de´termine´ par le couplage physique entre le transport thermique et les
re´actions thermonucle´aires. La mode´lisation nume´rique est ainsi indispensable pour caracte´riser
ces flammes.
Pour de´finir la vitesse de flamme, il faut distinguer sa propagation propre des effets de
l’e´coulement. En effet, contrairement a` une de´tonation, la de´flagration subsonique a un effet sur
l’e´coulement amont : a` cause de la dilatation induite par le chauffage, le fluide devant le front
de flamme est mis en mouvement, on a donc u0 > 0. Et si on choisit une condition aux limites
de vitesse nulle derrie`re la flamme (correspondant a` un mur ou au centre d’une configuration
sphe´rique), on a u∗ = 0. Cette configuration est sche´matise´e sur la figure 3.13. Dans ce cas les
e´quations de Hugoniot s’e´crivent :
ρ∗(−Vfl) = ρ0(u0 − Vfl)
ρ∗V 2fl + P
∗ = ρ0(u0 − Vfl)2 + P0
h∗ + 12V
2
fl = h0 +
1
2(u0 − Vfl)2 + nuc
Pour un observateur exte´rieur, le front se propagera a` la vitesse : u0 + Vfl ; Et donc la vitesse
de propagation de flamme correspond au de´placement effectif du front moins la vitesse de
l’e´coulement. Cette vitesse vaut :
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Figure 3.13 – Sche´ma d’une de´flagration, se propageant vers la gauche, dans un tube ferme´ droite. Le
milieu amont est mis en mouvement par la flamme : u0 > 0.
u0 =
ρ0 − ρ∗
ρ0
Vfl (3.53)
et comme, pour une de´flagration, ρ∗ < ρ0 le fluide est pousse´ dans le sens de propagation du front.
Une autre fac¸on de trouver la vitesse de propagation a` partir d’une simulation hydrodynamique
est d’utiliser l’e´quation (3.53) pour calculer Vfl a` partir de la mesure de la vitesse du fluide u0.
Physiquement, une de´flagration thermonucle´aire peut se propager graˆce au transport d’e´nergie
depuis la zone de re´action nucle´aire vers l’amont de la flamme ou a` travers la diffusion de re´actif
dans la zone de combustion. Dans une naine blanche, le transport d’e´nergie domine largement.
En effet le nombre de Lewis, qui est le rapport de la conduction thermique a` la diffusion de masse
est tre`s grand et le nombre de Prandtl, qui repre´sente le transport visqueux sur la conduction
thermique est petit (Timmes, 2000) :
Le =
conduction
diffusion
= 105 et Pr =
viscosite
condution
= 10−4.
Ainsi dans les naines blanches, une de´flagration se propage graˆce a` la conduction e´lectronique
et graˆce au rayonnement, comme cela est illustre´ sur la figure 3.14. Aux faibles densite´s, comme
pour la de´flagration repre´sente´e, les photons sont plus efficaces, tandis qu’aux densite´ les plus
fortes, c’est la conduction e´lectronique qui domine. On peut obtenir une premie`re estimation
de la vitesse (Vfl) et de la largeur (δ) caracte´ristiques d’une flamme en e´galant les e´chelles
de temps de diffusion thermique, τdiff = δ
2/D (avec D la diffusivite´ thermique), et nucle´aire,
τnucl = E/Q˙nuc (avec E l’e´nergie interne). On en de´duit la largeur thermique de flamme :
δ = (DE/Q˙nuc)
1/2 puis imme´diatement une estimation de la vitesse de flamme : Vfl = δ/τnucl,
donc :
Vfl =
√
DQ˙nuc
E
. (3.54)
Ces ordres de grandeurs permettent de comprendre qualitativement une de´flagration. La vitesse
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Figure 3.14 – Flux thermiques et libe´ration d’e´nergie nucle´aire au niveau du front de flamme lors de la
premie`re e´tape de combustion du carbone. Ici pour une de´flagration a` ρ = 5 × 107 g cm−3 simule´e avec
ASTROLABE. En vert, l’e´nergie nucle´aire ge´ne´re´e par seconde et par unite´ de surface, son maximum se
situant dans les re´gions tre`s chaudes (la tempe´rature est repre´sente´e en rouge). En bleu le flux thermique,
ne´gatif dans la zone de ge´ne´ration d’e´nergie et positif vers la zone de pre´chauffage en amont. Les pointille´s
rouge et cyan repre´sentent la contribution e´lectronique et radiative respectivement. A` ces densite´s, le
rayonnement domine.
de propagation est proportionnelle au de´bit d’e´nergie nucle´aire libe´re´e et au flux thermique. Alors
que la largeur de flamme augmente avec la diffusion thermique et diminue avec l’augmentation
de Q˙nuc.
Nous allons maintenant utiliser le code ASTROLABE de´crit pre´ce´demment pour mode´liser
les de´flagrations thermonucle´aires se propageant lors d’une SN Ia. Comme pour une de´tonation,
le front est extreˆmement fin et ne´cessite un code a` tre`s haute re´solution. Mais dans ce cas cette
re´solution est une ne´cessite´ absolue, car le transport d’e´nergie est proportionnel au gradient
de tempe´rature. Donc si ce dernier est mal re´solu, l’e´nergie sera peu ou mal transporte´e. C’est
d’ailleurs pour cette raison qu’une de´tonation est propage´e naturellement a` grande e´chelle par
un code tel que HERACLES, alors que pour une de´flagration il faut imple´menter un mode`le
de propagation. On peut initialiser la de´flagration graˆce a` un flux d’e´nergie sur un cote´ du
domaine de simulation. Une fois la de´flagration lance´e, on arreˆte ce flux d’ignition. Le bord,
ou` est initialise´e la flamme est fixe, tandis que la dernie`re interface est lagrangienne et sera
emporte´e par l’e´coulement.
Vitesse de flamme : Dans son re´gime stationnaire, on mesure la vitesse de flamme par
rapport au fluide au repos, a` laquelle on retranche la vitesse d’expansion, du fluide amont, due
a` la dilatation des produits de combustion (3.53). La vitesse de flamme en fonction de la densite´
pour un me´lange XC = XO = 0, 5, est trace´e sur la figure 3.15. Elle de´pend principalement de
la densite´, elle passe de 150 km s−1 a` ρ = 5 × 109 g cm−3, dans le coeur d’une naine blanche
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Figure 3.15 – A gauche : Nos re´sultats de calcul de vitesse de flamme laminaire en fonction de la den-
site´, avec pour comparaison la vitesse du son correspondante : en fonction de la densite´ une de´flagration
est entre 100 et 100 000 fois plus lente que le son. D’autre part on a ajuste´ une fonction polynomiale
a` ces re´sultats pour pouvoir utiliser un mode`le de flamme dans des simulations a` re´solution moindre :
Vfl = 10
a log(ρ)3+b log(ρ)2+c log(ρ)+d, avec a = 0, 128, b = −3, 54, c = 33, 5 et d = −106. A droite :
Longueurs caracte´ristiques des e´tapes de combustion (12C ,16O et NSE) en fonction de la densite´. Pour
indication, on a aussi trace´ la meilleure re´solution, δminx et la taille du domaine de simulation, Lbox.
Toutes ces e´chelles sont nettement de´croissantes avec la densite´, du fait de la de´pendance en ρ2 des
taux de re´action. En noir, une extrapolation de l’e´chelle de production de 56Ni , qui met en e´vidence la
combustion incomple`te du silicium pour ρ . 2× 107 g cm−3.
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Figure 3.16 – A gauche : Structure d’une flamme dans un milieu de densite´ ρ = 5× 109 g cm−3. On
y retrouve les trois e´tapes de combustion : d’abord 12C (bleu) qui produit du 24Mg (cyan), puis 16O (vert)
bruˆle produisant du 28Si (violet), enfin celui-ci aussi bruˆle pour e´tablir l’e´quilibre nucle´aire statistique,
compose´ d’he´lium (rouge) et de 56Ni (jaune). La composition de cet e´quilibre de´pend de sa tempe´rature
laquelle de´pend de la densite´. A grande densite´, la tempe´rature finale est proche de 1×1010 K est l’e´le´ment
majoritaire est l’he´lium, alors qu’a` densite´ plus faible la tempe´rature finale est plus faible et le 56Ni devient
le noyau le plus abondant. On note aussi que l’e´tablissement de cet e´quilibre est endothermique a` grande
densite´ (ρ > 2× 108 g cm−3). A droite : Meˆme chose pour une densite´ de ρ = 5× 107 g cm−3.
au moment de l’ignition, a` 7, 5 m s−1 a` 5× 106 g cm−3 vers la fin de l’explosion, quand l’e´toile
s’est dilate´e sous l’effet de l’e´nergie libe´re´e. On note que quelle que soit la densite´, la vitesse de
flamme reste de plusieurs ordres de grandeur infe´rieure a` la vitesse du son, qui varie entre 5 000
et 10 000 km s−1.
Largeur de flamme : Conside´rons maintenant la structure interne d’une de´flagration. On a
repre´sente´ sur la figure 3.16 la structure en composition nucle´aire et en tempe´rature de deux
de´flagrations a` haute densite´ (5× 109 g cm−3) et basse densite´ (5× 107 g cm−3). On reconnaˆıt
les trois e´tapes typiques de la combustion thermonucle´aire d’un me´lange de carbone-oxyge`ne
(voir partie 3.1) : consommation du carbone aux plus petites e´chelles, suivie de l’oxyge`ne sur
des e´chelles plus longues de celle puis enfin la relaxation vers l’e´quilibre nucle´aire statistique.
Cependant, meˆme si les structures sont similaires, les e´chelles sont tre`s diffe´rentes : l’e´quilibre
est atteint en 10 cm pour la de´flagration repre´sente´e sur la figure 3.16(a) alors qu’il faut plus de
100 m pour la flamme a` basse densite´ (Fig. 3.16(b)). On de´fini les longueurs caracte´ristiques de
ces e´tapes par : 
δc = x(XC = 0.01X
i
C)− xf ,
δo = x(XO = 0.01X
i
O)− xf ,
δnse = xnse − xf .
xf est la position du front de flamme, de´finie par la position ou` 1% du carbone a bruˆle´ et xnse
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et la position ou` l’e´quilibre est atteint. Ces trois longueurs caracte´ristiques sont repre´sente´es sur
la figure 3.15(b), elles sont tre`s similaires aux temps de combustion de´rive´s de la combustion
isochore mono-zone (Fig. 3.4). En fait il y a un facteur Vfl entre les deux. Comme pour la
combustion isochore, ces longueurs diminuent fortement avec la densite´. Ainsi pour l’e´tape la
plus rapide de combustion du carbone, δC passe de 20 cm pour une densite´ de 5× 106 g cm−3 a`
0, 1 µm pour 5× 109 g cm−3. Or c’est elle qui de´termine la re´solution ne´cessaire pour re´soudre
correctement une de´flagration. Ainsi les domaines de simulations doivent eˆtre de plus en plus
petits a` mesure que la densite´ augmente (Lbox sur la figure 3.15(b)). D’autres part, ces e´tapes de
combustion ont des e´chelles tre`s diffe´rentes : δc << δo << δnse et cela est d’autant plus vrai que
la densite´ diminue, ainsi pour ρ = 1 × 107 g cm−3, il y a un facteur 1000 entre chacune de ces
e´chelles. Et cela rend la simulation nume´rique de ce proble`me tre`s ardue. En effet, aux faibles
densite´s (ρ . 2 × 107 g cm−3), l’e´tablissement de l’e´quilibre est tellement long que le domaine
ne peut plus eˆtre assez e´tendu pour bien re´soudre a` la fois l’e´tape de combustion du carbone
et celle de relaxation a` l’e´quilibre. Heureusement les deux e´tapes importantes e´nerge´tiquement
sont la combustion du carbone et de l’oxyge`ne et le fait de mal re´soudre l’e´tape de relaxation
n’influe pas sur la vitesse de flamme.
Enfin, cette proprie´te´ a aussi un impact physique tre`s important pour les supernovae. En effet,
le rayon d’une naine blanche est de quelques milliers de kilome`tres (108 cm). Or en extrapolant
l’e´chelle de relaxation, ou de combustion de 28Si , aux faibles densite´s (courbe noire sur la figure
3.15(b)), on voit qu’elle devient plus grande que l’e´toile vers ρ ∼ 2 × 107 g cm−3. Ainsi, aux
densite´s faibles, le silicium n’a pas le temps de bruˆler et il fera parti des produits finaux de
l’explosion. Rappelons que cette proprie´te´ est fondamentale pour les mode`les d’explosion de
supernova (voir partie 2.1) qui doivent expliquer la production de 56Ni mais aussi d’e´le´ments
interme´diaires comme le 28Si .
Notons aussi que ces longueurs caracte´ristiques de´pendent fortement du re´seau de re´actions
choisi, ainsi les re´sultats Elmessoudi et al. (2007) montrent des longueurs caracte´ristiques de
profils ZND nettement plus courtes avec le re´seau de´taille´ Aikawa et al. (2005) qu’avec les
re´seaux a` 13 ou 22 noyaux. Ce qui est valable aussi pour des de´flagrations.
3.3.3 De´flagration magne´tique
Comme nous l’avons vu dans la section pre´ce´dente, un champ magne´tique relativement fort
peut avoir un effet notable sur la conduction e´lectronique et donc sur la propagation d’une
de´flagration. Dans la direction du champ la conduction reste inchange´e. En revanche, dans la
direction normale, du fait de la rotation des e´lectrons autour des lignes de champ, la conduction
est re´duite. Ainsi un champ normal a` la flamme peut la ralentir. On a trace´ sur les figures 3.17
et3.18 le facteur de ralentissement, de´fini par le rapport de la vitesse de flamme en pre´sence
de champ magne´tique a` celle en champ nul. Sur la figure 3.17 ce facteur est trace´ en fonction
de la densite´ pour trois champs magne´tiques diffe´rents : B0 = 10
11, 3 × 1011 et 1012 G en
bleu vert et rouge respectivement. Le ralentissement de la flamme est clairement visible, avec un
ralentissant de plus en plus marque´ a` mesure que le champ magne´tique augmente. Toutefois il est
non ne´gligeable seulement aux grandes densite´s. Aux faibles densite´s, les photons, insensibles au
champ, dominent le transport thermique et donc une diminution de la conduction e´lectronique
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Figure 3.17 – Effet du champ magne´tique sur une de´flagration, a` travers le rapport de la vitesse de
flamme avec diffe´rents champs a` la vitesse de flamme en champ nul. Lorsque ce rapport vaut 1 le champ
n’a pas d’effet tandis que s’il atteint 0 la flamme est stoppe´e. On note effectivement un ralentissement qui
est de plus en plus important a` mesure que le champ augmente (B0 = 10
11, 3 × 1011 et 1012 G en bleu
vert et rouge respectivement). Cependant le champ n’ayant pas d’effet sur les photons, ce ralentissement
atteint un maximum correspondant a` la vitesse de flamme d’une de´flagration radiative (repre´sente´e en
noir), ou` le transport s’effectue uniquement par les photons. Cette dernie`re repre´sente la vitesse minimale
d’une de´flagration ou` le champ serait infini (conduction e´lectronique nulle).
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ne diminue pas le transport thermique total. D’autre part, meˆme aux fortes densite´s ou` la
conduction e´lectronique domine largement a` champ nul, il existe un champ magne´tique assez
fort pour lequel cette dernie`re devient ne´gligeable devant le transfert radiatif. Au dela` de ce
champ, l’augmentation de l’intensite´ du champ magne´tique n’entraˆıne plus un ralentissement
plus important de la flamme car le de´flagration se propage de´ja` seulement graˆce aux photons.
On a ainsi repre´sente´ en noir, une de´flagration radiative, de conduction e´lectronique nulle ou de
champ magne´tique infini. Cette dernie`re apparaˆıt comme une de´flagration de vitesse minimale.
En effet, le champ n’a aucun effet sur les photons, qui pourront toujours propager une flamme
a` la vitesse V γfl.
Notons que ce rapport V γfl/Vfl(B = 0) repre´sente aussi l’importance relative de la conduction
e´lectronique vis-a`-vis du transfert radiatif. Au dessous de ρ ∼ 1 × 108 g cm−3, les photons
dominent le transport d’e´nergie, puisque l’inclusion de la conduction e´lectronique n’acce´le`re la
flamme que de 10 %, au dela` au contraire celle-ci devient pre´ponde´rante.
La figure 3.18 repre´sente le facteur de ralentissement pour cinq densite´s : ρ = 107, 5 × 107,
108, 5× 108 et 109 g cm−3 avec un champ magne´tique variant entre 109 et 1013 G. Aux champs
magne´tiques faibles la rapport Vfl/Vfl(B = 0) vaut un car le champ n’a qu’un effet ne´gligeable
sur la conduction e´lectronique et donc sur la propagation de la de´flagration. En revanche a`
partir d’un certain seuil ce facteur diminue car la conduction est re´duite et la flamme ralentie.
Ensuite ce ralentissement augmente avec l’intensite´ du champ. Mais il fini par saturer lorsque la
conduction e´lectronique est tellement re´duite par le champ qu’elle devient ne´gligeable devant le
transfert radiatif. Au dela`, la de´flagration est propage´e uniquement par les photons et sa vitesse
sature a` V γfl. Notons ici aussi les comportements diffe´rents en fonction de la densite´. La courbe
violette, repre´sentant un cas a` basse densite´ (ρ = 1 × 107 g cm−3), ne pre´sente qu’une tre`s
faible diminution, car a` ces densite´s le rayonnement domine et la champ magne´tique n’a que peu
d’effets. Au contraire, la courbe bleue, repre´sentant un cas a` haute densite´ (ρ = 1×109 g cm−3),
montre un ralentissement de presque un facteur 2, car en l’absence de champ la conduction
e´lectronique domine et sa re´duction par le champ entraˆıne une diminution de la vitesse jusqu’a`
saturation.
Ces deux figures mettent en e´vidence la vitesse minimale V γfl aux forts champs magne´tiques.
Les e´tudes pre´ce´dentes de Kutsuna et Shigeyama (2012) n’incluaient pas le transport radiatif
et n’avaient donc pas trouve´ ce seuil et surestimaient l’effet du champ magne´tique, notamment
aux faibles densite´s.
3.3.4 Combustion turbulente
Pre´ce´demment, on a de´crit les proprie´te´s des flammes thermonucle´aires laminaires, c’est
a` dire dans un contexte 1D non perturbe´. Or ces fronts de flammes sont naturellement su-
jets a` des instabilite´s multi-dimensionnelles sur une grande gamme d’e´chelles. D’autre part ces
de´flagrations e´tant subsoniques, elles interagissent avec la dynamique du fluide et notamment
avec la turbulence. Nous verrons que lors de l’explosion de la supernova, le milieu est tre`s tur-
bulent et la flamme se propage a` une vitesse nettement supe´rieure a` sa vitesse laminaire.
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Figure 3.18 – Meˆme chose mais pour cinq densite´s fixe´es et avec un champ magne´tique variant entre
109 et 1013 G. Aux champs magne´tiques faibles la rapport Vfl/Vfl(B = 0) vaut 1 car le champ n’a qu’un
effet ne´gligeable sur la conduction e´lectronique et donc sur la propagation de la de´flagration. En revanche
a` partir d’un certain seuil ce facteur diminue et la flamme est ralentie. Mais ce ralentissement avec
l’augmentation du champ magne´tique fini par saturer lorsque la conduction e´lectronique est tellement
re´duite par le champ qu’elle devient ne´gligeable devant le transfert radiatif. Les e´tudes pre´ce´dentes de
Kutsuna et Shigeyama (2012) n’incluaient pas ce terme et n’avaient donc pas trouve´ cette saturation.
3.3.4.1 Instabilite´s des flammes
Un front de flamme est intrinse`quement instable vis a` vis de nombreux phe´nome`nes. Tout
d’abord les instabilite´s purement hydrodynamiques : dans un champ de gravite´ une perturbation
du front de flamme d’e´chelle λ croˆıt avec le taux (Zel’dovich, 1985) :
ω =
2pi
λ
αVfl
α+ 1
(√
α+ 1− α−1 + α
2 − 1
α2
gλ
2piV 2fl
− 1
)
, (3.55)
avec g l’acce´le´ration de la gravite´ et α = ρ0/ρ
∗ pour ρ0 et ρ∗ les densite´s du combustible et des
produits respectivement. Dans la limite Vfl → 0 on trouve l’instabilite´ de Rayleigh-Taylor et
dans le cas ou` g = 0 c’est l’instabilite´ de Landau-Darrieus.
Instabilite´ Rayleigh-Taylor : Dans le contexte d’une supernova, l’ignition e´tant centrale,
une flamme se propage dans la direction oppose´e a` la gravite´, avec des cendres chaudes en dessous
de combustible froid et dense. Elle est ainsi instable vis-a`-vis de l’instabilite´ de Rayleigh-Taylor,
qui correspond a` la limite Vfl → 0 dans l’e´quation (3.55). Le taux de croissance de l’instabilite´
RT d’une perturbation d’e´chelle λ s’e´crit :
ω2RT =
2pig
λ
α− 1
α+ 1
=
2pig
λ
At, (3.56)
avec At = (α − 1)/(α + 1) le nombre d’Atwood. La vitesse caracte´ristique de l’instabilite´ RT
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est :
VRT ∼ λωRT =
√
2pigAtλ. (3.57)
Ainsi VRT ∝ λ1/2 et la vitesse des perturbations croit avec leur taille. C’est pour cela qu’a` grande
e´chelle l’approximation Vfl → 0 est justifie´e.
Cependant, contrairement a` un front passif, une flamme thermonucle´aire n’est pas instable a`
toutes les e´chelles. En effet elle peut bruˆler les perturbations instables aux plus petites e´chelles et
ainsi stabiliser le front. Khokhlov (1993) donne une estimation de la longueur d’onde minimale,
λmin, en dessous de laquelle le front n’est plus instable telle que : λmin ' VflτRT . On obtient :
λmin '
V 2fl
2pig
ρ0 + ρ
∗
ρ0 − ρ∗ . (3.58)
La propagation de la combustion stabilise les plus petites perturbations qui se de´veloppent moins
vite que la flamme n’avance.
Un autre phe´nome`ne empeˆche les plus grandes longueurs d’onde de se de´velopper. Timmes
et Woosley (1992) ont montre´ qu’aux densite´s rencontre´es pour les naines blanches de carbone-
oxyge`ne, les captures e´lectroniques font re-augmenter la densite´ (car Pe diminue) derrie`re le
front. Le milieu mets un temps tr pour retrouver sa densite´ initiale. Ainsi la largeur de cette
zone de re´cupe´ration de´finit une longueur d’onde maximale au dela` de laquelle le milieu n’est
plus instable : λmax = Vfltr. Pour des densite´s au dela` de ρ ∼ 6×109 g cm−3, λmax < λmin et la
flamme restera stable. En dec¸a`, le front sera de´forme´ et en supposant la vitesse de propagation
effective proportionnelle a` la surface de la flamme, Woosley (1990) estiment cette vitesse avec
un mode`le de flamme fractale :
Veff = Vfl
(
λmax
λmin
)D−2
,
ou` D est la dimension fractale de la flamme. Cependant ce mode`le suppose que l’instabilite´ RT
domine la dynamique pour toutes les e´chelles entre λmax et λmin. Or Ciaraldi-Schoolmann et al.
(2009) ont montre´ qu’a` une certaine e´chelle, lK/RT , les perturbations de vitesse passaient d’une
de´pendance RT en u(l) ∝ l1/2 a` une de´pendance de type Kolmogorov pour turbulence isotrope :
ul ∝ l1/3.
Instabilite´ Landau-Darrieus : Cette instabilite´, re´ve´le´e simultane´ment par Landau (1944)
et Darrieus (1938), repose sur l’expansion des produits de combustion. Chauffe´s par la libe´ration
d’e´nergie, ils se dilatent et poussent le combustible toujours froid et dense. Si le front est
le´ge`rement courbe´, la partie convexe en se dilatant cre´e un e´coulement divergent en amont
qui converge sur la partie concave. Cette situation instable favorise la partie convexe qui se
dilate encore plus au de´triment de la partie concave qui rec¸oit un e´coulement de plus en plus
convergent. Initialement la croissance est exponentielle, de taux (Khokhlov, 1995) :
ωLD =
2piVfl
λ
(√
α3 + α2 − α− α
α+ 1
)
≡ 2piVfl
λ
f(α) (3.59)
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et la vitesse caracte´ristiques des perturbation est VLD = λωLD = 2piVflf(α). Les perturbations
de toutes e´chelles ont la meˆme vitesse pour cette instabilite´. Ainsi du fait de sa de´pendance
en
√
λ, l’instabilite´ RT domine les grandes e´chelles tandis que LD n’est possible qu’aux plus
petites e´chelles. Comme pour l’instabilite´ RT, la propagation stabilise les e´chelles proches de la
largeur de flamme laminaire. Khokhlov (1995) estime que les e´chelles l < lcrit = 10δfl ne sont
pas instables. Pour des e´chelles plus grandes, le de´veloppement non-line´aire de l’instabilite´ LD
forme des cuspides qui stabilisent le front. Une fois des cuspides stationnaires forme´es la flamme
est stable, c’est le re´gime cellulaire (Niemeyer et Woosley, 1997). La vitesse de ces cellules est
directement proportionnelle a` l’augmentation de surface par rapport a` une surface plane. Ainsi
a` l’e´chelle l, un mode`le fractal donne :
Vcell = Vfl
(
l
lcrit
)D−1
,
ou` D est la dimension fractale du front.
Instabilite´s diffusives : L’instabilite´ Landau-Darrieus re´sulte de mouvements fluides non
e´quilibre´s a` cause de la courbure. De la meˆme fac¸on, des flux de chaleur ou de diffusion
mole´culaire peuvent eˆtre non e´quilibre´s a` cause de la courbure. En effet, dans les parties con-
vexes, le flux de chaleur est plus faible du fait de sa divergence alors que le flux de re´actifs
est lui convergent et donc concentre´. Dans le cas ou` la diffusion thermique domine la diffusion
mole´culaire (Le > 1), cela re´sulte en une diminution de la tempe´rature locale de combustion
dans les parties convexes et donc de la vitesse locale de combustion. Dans les parties concaves
la situation est inverse´e, le flux de re´actifs est divergent tandis que celui de chaleur converge.
Le flux thermique e´tant dominant, le taux de combustion est re´duit dans ces zones. Ainsi pour
Le > 1 les flammes sont stables. En effet, une perturbation convexe du front de´focalise les flux
thermiques, ralentissant la propagation locale du front, permettant au reste de la flamme de rat-
traper la perturbation et tendre vers un front plan. Dans le cas d’un nombre de Lewis infe´rieur a`
l’unite´, la flamme est de´-stabilise´e. Cette instabilite´ peut alors s’ajouter a` l’instabilite´ LD soit la
stabiliser selon le nombre de Lewis. Ces instabilite´s re´sultent en des structures cellulaires pour
les flammes multidimensionnelles. Dans le cas des supernova la conduction thermique l’emporte
largement sur la diffusion des ions (Le ∼ 104) et donc les de´flagration C+O sont stables vis a`
vis des instabilite´s diffusives.
L’analyse line´aire des fronts de flamme pre´dit un front stable aux plus petites e´chelles (l <
10δfl), puis le de´veloppement de l’instabilite´ Landau-Darrieus et enfin aux plus grandes e´chelles,
l’instabilite´ de Rayleigh-Taylor domine. Cependant, les panaches de combustion RT ge´ne`rent,
dans le re´gime non-line´aire, des instabilite´s de Kelvin-Helmholtz, qui ge´ne`rent a` leur tour de la
turbulence. Cette turbulence interagit ensuite avec la flamme aux e´chelles interme´diaires.
3.3.4.2 Re´gimes de combustion turbulente
La turbulence cascade depuis les grandes e´chelles, ou` elle est produite (dans les SNe L ∼
10 km), jusqu’aux petites e´chelles ou` elle est dissipe´e. La dissipation se fait a` l’e´chelle dite de
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Kolmogorov. On caracte´rise la turbulence par le nombre de Reynolds, qui correspond au rapport
entre l’e´nergie cine´tique et la dissipation visqueuse, il vaut dans les supernovae (Lisewski et al.,
2000) :
Re =
UL
ν
∼ 1014. (3.60)
En ge´ne´ral, on suppose que l’e´nergie cine´tique des grandes e´chelles cascade d’e´chelle en e´chelle a`
un taux constant donne´ par :  = U3L/L, ou` L est l’e´chelle inte´grale d’injection et UL, la vitesse
inte´grale. La vitesse ou intensite´ turbulence a` l’e´chelle l, s’e´crit :
ul = UL
(
l
L
)1/3
(3.61)
L’e´chelle de Kolmogorov, note´e η et telle que Re(η) = 1, correspond a` l’e´chelle ou` les mouvements
turbulents sont dissipe´s, elle ve´rifie : uηη = ν. On en de´duit
η = LRe−3/4 ∼ 1 µm (3.62)
Or la largeur d’une flamme est typiquement entre l’e´chelle d’injection et celle de Kolmogorov :
η . δfl  L. Ainsi la turbulence va interagir avec la flamme, mais les effets vont de´pendre
ensuite de l’intensite´ des mouvement turbulents a` l’e´chelle de la flamme.
Nombre de Karlovitz et e´chelle de Gibson : Soit τl = l/ul le temps de retournement d’un
tourbillon de taille l et τfl = l/Vfl le temps que met la flamme pour se propager sur la distance
l. On de´finit lG, l’e´chelle de Gibson, comme l’e´chelle ou` ces deux temps sont e´gaux. Notons qu’a`
cette e´chelle la vitesse turbulente est e´gale a` la vitesse de flamme. Comme ul augmente avec l,
pour les e´chelles l > lG, l’intensite´ turbulente est supe´rieure a` la vitesse de flamme et celle-ci
n’a pas le temps de traverser un tourbillon avant son retournement. Elle est donc transporte´e
par la turbulence aux e´chelles l > lG. En revanche, pour les e´chelles l < lG, comme τturb > τfl,
la flamme traverse le tourbillon avant son retournement. Cette description est valide pour une
turbulence peu intense, quand lG  δfl.
Mais quand lG < δfl, il existe des e´chelles l, telles que : lG < l < δfl, c’est a` dire des
e´chelles plus petites que la largeur de flamme, qui se retournent avant que la flamme n’ait pu les
traverser. Dans ce cas, la structure meˆme de la flamme, au niveau microscopique, est perturbe´e.
C’est ce qu’on appelle le re´gime distribue´. Il est caracte´rise´ par le nombre de Karlovitz :
Ka =
√
δfl
lG
(3.63)
Quand Ka < 1 on est dans le re´gime des flammelettes, tandis qu’on entre dans le re´gime distribue´
pour Ka > 1. Cette transition d’un re´gime a` l’autre est illustre´e par la figure 3.19. Dans le re´gime
des flammelettes, la structure interne a` l’e´chelle de la flamme reste laminaire, car a` cette e´chelle
Vfl > ul. La turbulence a pour seul effet de plisser, de´former et transporter la flamme. Ce n’est
que dans le re´gime distribue´ que la structure interne de la flamme est affecte´e par la turbulence.
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Figure 3.19 – Simulations 3D DNS de la combustion turbulente du carbone a` diffe´rents nombre de
Karlovitz. L’e´chelle laminaire est re´solue, permettant d’observer la transition d’une flamme plisse´e mais
laminaire (pour Ka = 0, 01) a` une flamme distribue´e ou` la structure interne est e´largie par la turbulence,
a` partir de Ka = 3. Ces images repre´sentant le taux de ge´ne´ration d’e´nergie (le bleu correspondant a` une
ge´ne´ration d’e´nergie nulle) sont tire´es de Aspden et al. (2008).
Par de´finition de l’e´chelle de Gibson : ulG = Vfl, et donc, dans le mode`le de turbulence
isotrope de Kolmogorov, Ka peut aussi s’e´crire :
Ka =
(
δfl/V
3
fl
L/U3L
)1/2
,
soit le rapport de la dissipation d’e´nergie turbulente a` l’e´chelle de la flamme et de la diffusion
thermique de la flamme.
Re´gimes des flammes plisse´es (Corrugated & Wrinkled Flames) : Quand Ka < 1,
la flamme est plisse´ par la turbulence a` grande e´chelle, mais a` l’e´chelle microscopique, elle reste
laminaire et se propage localement a` la vitesse laminaire. En revanche sa surface peut eˆtre
nettement augmente´e, ce qui affecte sa vitesse globale de propagation. Macroscopiquement, la
vitesse effective Veff de propagation d’une flamme courbe´e, peut s’e´crire (Markstein, 1964) :
Vfl − Veff = VflMa δfl
Rf
,
avec Vfl la vitesse laminaire de propagation de la flamme, c’est a` dire la vitesse de propagation
locale de la combustion normalement a` sa surface, δfl sa largeur et Rf son rayon de courbure. Ma
est le nombre de Markstein caracte´risant la re´ponse d’une flamme a` sa courbure. Pour Ma < 0 la
vitesse macroscopique augmente tandis qu’elle diminue pour Ma > 0. Le nombre de Markstein
peut eˆtre relie´ au nombre de Lewis : Ma ∝ (Le− 1) et on retrouve que pour Le < 1 une flamme
est instable puisqu’elle acce´le`re lorsqu’elle est courbe´e.
Pour des flammes thermonucle´aires, Le 1 et Ma > 0, donc a` priori ces flammes sont stables
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vis a` vis des petites de´formations de leur surface. Ceci est confirme´ par les simulations DNS de
Aspden et al. (2008), dans lesquelles la vitesse turbulente est proche de la vitesse laminaire
dans le re´gime des flammes plisse´s. En effet le taux de combustion augmente lorsque le centre de
courbure est dans le combustible, du fait de la focalisation des flux thermiques. C’est l’instabilite´
diffusive de´crite ci-dessus. La vitesse effective n’est alors pas directement relie´ a` la surface de
flamme : Veff 6= AVfl, ou` A est le facteur d’augmentation de surface.
Cependant du fait des limitations nume´riques, ils ne pouvaient simuler qu’une seule flamme.
Or dans les supernovae, l’e´chelle inte´grale e´tant e´norme par rapport a` la largeur de flamme, on
s’attend a` de tre`s nombreuses flammes plisse´es, formant tout un pinceau de flammes (flamme
brush). Et dans ce re´gime non-line´aire, la surface s’adapte pour que la vitesse effective corre-
sponde a` la vitesse Rayleigh-Taylor (Zhang et al., 2007) ou a` la vitesse de la turbulence Ro¨pke
(2007).
Re´gime distribue´ et nombre de Damko¨hler Quand Ka ≥ 1, les zones de relaxation et
de pre´chauffage sont distordues par la turbulence, mais pas la zone de re´action. C’est le re´gime
de zone mince de re´action (Thin Reaction zone). Quand Ka ≥ 100 la combustion est qualita-
tivement diffe´rente. C’est le re´gime distribue´ ou encore de zone de re´action fragmente´e (Broken
Reaction Zone), ou` la turbulence est tellement intense qu’elle affecte meˆme la zone interne de
re´action. Dans ce re´gime, la structure interne est de´chire´e par la turbulence et la flamme est
e´largie. A` grands nombres de Karlovitz, la largeur de flamme turbulente peut atteindre l’e´chelle
inte´grale. Le taux de combustion est alors tre`s faible, mais la vitesse globale peut eˆtre 5 a` 6
fois la valeur laminaire, graˆce a` un volume de combustion largement augmente´. D’autre part, le
me´lange turbulent domine la diffusion thermique, ce qui signifie que le me´canisme de transport
de l’e´nergie, est la diffusion turbulente. Ainsi, un mode`le de vitesse et de largeur de flamme
turbulente est :
VT =
√
DT
τTnucl
et δT =
√
DT τTnucl, (3.64)
avec DT le coefficient de diffusion turbulent : DT = ULL. Cette estimation s’applique dans le
re´gime distribue´, localement au niveau d’une flamme turbulente.
Au niveau de l’e´chelle inte´grale, le nombre de Damko¨hler permet de caracte´riser la com-
bustion turbulente. Il est de´fini par le rapport du temps de retournement de l’e´chelle inte´grale,
τL = UL/L et le temps caracte´ristique de la combustion nucle´aire turbulente, τ
T
nucl :
DTa =
τL
τTnucl
(3.65)
Notons que τTnucl = δT /VT caracte´rise la combustion turbulente, et qu’il est diffe´rent du temps
caracte´ristique laminaire. Le re´gime distribue´ est subdivise´ en deux sous-re´gimes, de´limite´s par
le nombre de Damko¨hler turbulent : le re´gime du Well Stirred Reactor pour DTa < 1 et le re´gime
des Stirred Flames pour DTa > 1.
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Le Well Stirred Reactor (WSR), DTa < 1 : Dans ce re´gime, la turbulence est as-
sez intense pour que le retournement des plus grandes e´chelles se fasse en moins d’un temps
nucle´aire. La flamme est alors e´largie jusqu’a` des tailles supe´rieures a` l’e´chelle inte´grale et sa
vitesse diminue. Les simulations de Aspden et al. (2010), qui sont les premie`res simulations de
combustion dans le re´gime distribue´, ont montre´ que pour Da ≤ 1, on avait :
VT =
√
DTa UL et δT =
L√
DTa
. (3.66)
Cette formulation est e´quivalente a` (3.64) et montre que ces flammes sont fondamentalement
diffe´rentes, puisque le me´canisme de transport n’est plus la conduction thermique mais la diffu-
sion turbulente. Dans ce re´gime la combustion est assez simple, puisqu’elle consiste en une seule
zone de combustion d’au moins la taille inte´grale. Cette zone est entie`rement me´lange´e par la
turbulence et la combustion a lieu sur des e´chelles inductives (τTnucl), plus lentes que les e´chelles
laminaires d’environ un facteur 10 (Aspden et al., 2010).
Le re´gime des flammelettes distribue´es ou Stirred Flames (SF), DTa > 1 : Quand
DTa > 1, la turbulence ne peut plus me´langer la flamme sur toute l’e´chelle inte´grale et celle-ci
atteint une largeur maximale, note´e δλ. Dans ce re´gime la turbulence e´largit la flamme, car on
est dans le re´gime distribue´, mais la combustion est plus rapide que le temps de retournement
de l’e´chelle inte´grale et la combustion se propage sous la forme d’une collection de flammes
turbulentes ou flammes-λ. Ce re´gime est analogue au re´gime des flammelettes, ou` une collection
de flammes laminaires plisse´es est transporte´e a` grande e´chelle par la turbulence. La diffe´rence
e´tant que dans le re´gime SF ce ne sont pas des flammes laminaires mais des flammes turbulentes.
Leur vitesse, Vλ et leur e´paisseur δλ de´pendent de la turbulence :
Vλ =
√
∗τTnucl et δλ =
√
∗τTnucl
3
. (3.67)
La turbulence e´tant caracte´rise´e par ∗ = U3L/L, la seule mesure de τ
T
nucl, dans le re´gime plus
simple du WSR, permet de de´crire ces flammes-λ. De la meˆme fac¸on que la vitesse effective,
dans le re´gime des flammelettes, est plus grande que la vitesse laminaire, a` cause des distorsions
de la surface de flamme, la vitesse turbulente globale sera plus grande que Vλ. Par exemple,
Peters (1999) propose une formule simple pour mode´liser cet effet :
VT = Vλ
(
1 +
UL
Vλ
)
.
Ces flammes interagissent avec les tourbillons de taille l ≥ δλ augmentant la vitesse effective de
propagation. Dans la limite DTa → 1, le nombre de flammes turbulentes dans l’e´chelle inte´grale
diminue jusqu’a` ce qu’il n’y ait plus qu’une seule flamme de largeur e´gale a` l’e´chelle inte´grale
lorsqu’on atteint DTa = 1. Alors, Aspden et al. (2010) ont montre´ que :{
Vλ = VT = UL
δλ = δT = L.
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Figure 3.20 – Diagramme de Borghi, extrait de Aspden et al. (2010), re´sumant les diffe´rents re´gimes
de combustion turbulente discute´s dans cette section en fonction du rapport de l’e´chelle inte´grale (L) sur
la largeur de flamme (lF ) en abscisse et du rapport de l’intensite´ turbulente (u) sur la vitesse de flamme
(SL) en ordonne´e. LF : flamme laminaire, WF : wrinkled flammes, CF : corrugated flammes, TRZ : thin
reaction zones, SF : stirred flames et WSR : well stirred reactor.
3.3.4.3 Synthe`se de l’e´volution de la combustion turbulente durant l’explosion
d’une SN Ia
La naine blanche proge´nitrice est initialement turbulente, a` cause de la convection, lors
de la phase de fre´missement et de la rotation diffe´rentielle (Yoon et Langer, 2004). Ensuite,
lors de l’explosion, les panaches Rayleigh-Taylor de la flamme, dans leur re´gime non-line´aire,
ge´ne`rent l’instabilite´ de Kelvin Helmholtz, qui produit ainsi de la turbulence. Celle-ci devient
isotrope a` l’e´chelle inte´grale L ∼ 10 km et avec une vitesse inte´grale de UL ∼ 100 km s−1.
Ainsi, au de´but de l’explosion, quand ρ ∼ 1× 109 g cm−3, UL ∼ Vfl et il n’y aura que quelques
flammes par longueur inte´grale. Mais quand ρ de´croit avec la propagation de la de´flagration,
lG de´croit aussi (car Vfl diminue) et le nombre de flammelettes augmente, jusqu’a` un millier
au niveau de la transition avec le re´gime distribue´. Vers ρ ∼ quelques 107 g cm−3, lG < δfl
et le transport d’e´nergie et de matie`re par la turbulence au sein meˆme de la flamme devient
important. Quand ρ atteint 107 g cm−3, la zone de combustion est comple`tement de´chire´e et
la combustion devient qualitativement diffe´rente. On rentre dans le re´gime distribue´ (Aspden
et al., 2008). Dans une supernova, l’e´chelle inte´grale est grande et quand la flamme entre dans ce
re´gime, on a Da  1 et on ne trouve le re´gime WSR que bien plus tard, voire pas du tout. Dans
le re´gime des flammelettes distribue´es, la notion d’e´chelle de Gibson perd son sens car la vitesse
de flamme laminaire n’a plus de sens. On utilise alors δλ =
√
τ3 qui correspond a` l’e´paisseur
des flammes turbulentes (Woosley et al., 2009), cette longueur augmente rapidement quand la
densite´ diminue. Quand δλ augmente il y a moins de flammelettes, mais elles sont plus larges et
plus rapides, a` la limite Da = 1, on a une seule flamme de largeur L.
Dans cette the`se nous proposons un nouveau me´canisme d’ignition de de´tonation, pre´sente´
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dans le chapitre suivant, ou` des perturbations de pression s’amplifient en se propageant vers
l’exte´rieur de la naine blanche. Si l’amplification est suffisante, une de´tonation peut eˆtre initie´e.
Comme le sugge`re ce chapitre, la source la plus probable de perturbations est la combustion
turbulente, qui, en libe´rant des bouffe´s d’e´nergie nucle´aire, ge´ne`re ces perturbations de pression.
Pour cela, il faut des variations rapides de la surface de flamme, ce qui est possible dans les
re´gimes des flammes plisse´es et des flammelettes distribue´es. Mais l’e´chelle inte´grale doit eˆtre
grande devant la largeur de flamme (laminaire ou turbulente), pour permettre des variations
importantes de surface. Une variation de la vitesse de propagation, au niveau de la flamme, qui
est possible dans le re´gime distribue´, pourrait aussi cre´er des perturbations (voir par exemple les
simulations de A. Poludnenko sur la figure 4.36). Ainsi le re´gime WSR ne peut probablement pas
e´mettre de perturbations importantes. En effet, la combustion est distribue´e sur toute l’e´chelle
inte´grale et son taux de libe´ration d’e´nergie nucle´aire ne varie donc pas beaucoup. Selon les
re´gimes, l’e´chelle et la fre´quence des perturbations ge´ne´re´es seront diffe´rentes. Il faudrait donc
eˆtre capable de caracte´riser le spectre des e´missions sonores des diffe´rents re´gimes de combustion
turbulente rencontre´s durant l’explosion. A` la fin du chapitre suivant, nous commencerons a` nous
atteler a` cette taˆche et nous donnerons quelques re´ponses exploratoires.
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Dans le premier chapitre, nous avons vu qu’une supernova de type Ia re´sultait de la combus-
tion thermonucle´aire d’une naine blanche. Dans le second, diffe´rents mode`les ont e´te´ de´crits et
chacun d’eux ne´cessitait, a` un moment ou un autre, que la combustion se fasse dans le mode de
de´tonation. Les raisons en sont devenues plus claires dans le chapitre pre´ce´dent, ou` nous avons
e´tudie´ en de´tail les de´flagrations et de´tonations thermonucle´aires. Ce chapitre a` aussi mis en
e´vidence la difficulte´ de cre´er spontane´ment une de´tonation. En effet une de´tonation ne´cessite
une forte surpression, qui n’est pas fournie par la combustion isochore, qui ge´ne`re au maximum
une surpression d’un facteur 2 ou 3, la` ou` une de´tonation ne´cessite un accroissement de pres-
sion d’un facteur 10. Nous allons voir dans ce chapitre comment ge´ne´rer une de´tonation. On
s’inte´ressera surtout a` l’ignition d’une de´tonation a` partir d’une de´flagration initiale : la transi-
tion de´flagration-de´tonation. Mais on verra que les meˆmes crite`res et me´canismes sont invoque´s
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dans les mode`les de pure de´tonation. Dans un premier temps, on de´crira ce que l’on sait sur
Terre de cette transition puis ce qui a e´te´ imagine´ dans le cadre astrophysique des supernovae.
Enfin je pre´senterai notre nouveau mode`le de TDD, qui se base sur un me´canisme non local
d’amplification d’ondes sonores.
4.1 TDD terrestres
L’e´tude des de´tonations a commence´ il y a de nombreuses anne´es par le travail pionner de
Mallard et Le Chatelier (1883). Travaillant a` l’E´cole des Mines, leur principal inte´reˆt pour la
combustion venait des proble`mes de coups de grisou dans les mines, qui e´taient tre`s courants a`
l’e´poque. Ces explosions re´sultent de l’ignition accidentelle du me´thane s’e´chappant des couches
de charbon. Celui-ci se me´lange a` l’air de la mine, et lorsqu’il est allume´, il s’en suit une flamme
qui acce´le`re le long des tunnels, produisant de fortes surpressions. Dans les cas extreˆmes, lorsque
le tunnel est assez long, la de´flagration peut se transformer en une de´tonation. Malgre´ plus d’un
sie`cle d’e´tudes, ces explosions sont toujours un proble`me pour l’industrie minie`re. Les de´tonations
sont aussi un danger pour les re´acteurs nucle´aires. En effet en cas de fusion du coeur, l’eau peut
libe´rer de l’hydroge`ne. Celui-ci se me´lange avec l’air pre´sent dans la chambre de confinement.
Si sa concentration est suffisante, son ignition puis l’acce´le´ration de la de´flagration peut mener
a` une de´tonation et provoquer des dommages importants, voire compromettre l’inte´grite´ du
confinement. Pour des raisons environnementales et e´conomiques, l’hydroge`ne pre´sente un inte´reˆt
pour le transport, avec la voiture a` hydroge`ne. Cependant toute fuite d’hydroge`ne en milieu
confine´ cre´e un danger important d’explosion et notamment de de´tonation. Pour ces raisons, il
faudrait eˆtre capable de caracte´riser sous quelles conditions (longueur minimale, concentration,
obstacles, etc..) une transition de´flagration-de´tonation est e´vite´e en cas d’ignition.
Un autre inte´reˆt des e´tudes de TDD, qui n’est pas associe´ a` la pre´vention d’explosions, est
l’utilisation du mode de de´tonation pour la propulsion. En effet, compare´e a` une flamme (ou
de´flagration) la longueur de re´action est nettement diminue´e dans une de´tonation, graˆce a` une
pression plus e´leve´e. Ainsi dans les turbines classiques cette longueur est, en ordre de grandeur,
d’environ 50 cm alors qu’elle ne serait que de 1 mm pour une de´tonation. Le concept le plus
simple est alors un propulseur a` de´tonation pulse´e (voir Roy et al. (2004) pour une revue du
sujet), ou` une de´tonation est initie´e dans un tube de combustion ferme´ du cote´ de l’ignition et
ouverte de l’autre. La de´tonation se propage vers l’ouverture en exerc¸ant une forte pression sur
le cote´ ferme´, produisant une pousse´e de dure´e finie. Pour obtenir une pousse´e quasi-continue, il
faudrait ensuite plusieurs tubes de´tonant a` une fre´quence de 100 Hz. Le proble`me de ce type de
propulseur est l’ignition robuste de de´tonations. Une possibilite´ serait d’allumer la combustion
sous forme de de´flagration puis de concevoir un syste`me permettant une transition sur des
distances re´duites. Dans un tube droit la distance typique pour atteindre la transition est de
10 m (Ciccarelli et Dorofeev, 2008). Il faut donc nettement la re´duire, ce qui est possible graˆce
a` la pre´sence d’obstacles cre´ant de la turbulence qui acce´le`re la flamme.
Ainsi sur terre, la transition de´flagration-de´tonation est un phe´nome`ne important mais encore
mal compris au niveau de la microphysique. Notamment, le me´canisme meˆme d’ignition de
la de´tonation n’est pas encore bien caracte´rise´e du fait des gammes d’e´chelles spatiales tre`s
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e´tendues. D’autre part, seules des TDD en milieu confine´ (tunnel, chambre de confinement,
ou tube de combustion) sont observe´es. Dans le cas d’un milieu non-confine´, le proble`me reste
entier. Or une explosion thermonucle´aire rentre dans cette cate´gorie et les re´sultats terrestres
en milieu confine´ ne sont donc pas directement applicables. Pour les milieux confine´s, on se´pare
usuellement deux phases : (1) la cre´ation des conditions favorables a` une de´tonation a` travers
l’acce´le´ration de la flamme, et (2) le me´canisme physique de transition. La premie`re phase de´pend
du syste`me, de sa ge´ome´trie, de la pre´sence d’obstacles et notamment du caracte`re confine´ du
syste`me. De par cette de´pendance vis a` vis du syste`me, les enseignements terrestres ne seront pas
applicables aux supernovae En revanche la deuxie`me phase, ou` le me´canisme physique permet
la formation de la de´tonation a` partir du de´tonateur pre´-conditionne´e, semble beaucoup plus
universelle et le me´canisme a` l’oeuvre pourrait eˆtre celui responsable de la transition dans les
SNe Ia.
4.1.1 Acce´le´ration de flamme en milieu confine´
Dans un milieu confine´, une de´flagration peut acce´le´rer graˆce a` la seule expansion des produits
chauds. La mise en mouvement du gaz non bruˆle´ se fait graˆce a` des ondes de pression ge´ne´re´es
par la flamme, qui se propagent en amont a` la vitesse du fluide plus celle du son. La flamme
joue, en fait, le roˆle d’un piston poreux dont la vitesse est celle du gaz frais juste en amont du
front. Pour une flamme en acce´le´ration, les ondes de pressions fusionnent pour former une onde
de choc, qui pre´chauffe le gaz et augmente sa pression. Expe´rimentalement, ce complexe flamme-
choc est toujours observe´ avant la transition vers une de´tonation (Ciccarelli et Dorofeev, 2008).
Cet effet de´pend directement du facteur d’expansion du gaz au passage de la flamme. Pour des
flammes terrestres ce facteur est souvent important, typiquement de l’ordre : ρ0/ρ
∗ ∼ 5, ou` ρ0
est la densite´ du combustible frais et ρ∗ la densite´ des cendres chaudes. En revanche, pour des
flammes thermonucle´aires du fait de la de´ge´ne´rescence, ce facteur est tre`s faible. Il est d’autant
plus faible que le milieu est dense et de´ge´ne´re´. Ainsi, pour ρ = 107 g cm−3, il vaut ρ0/ρ∗ ∼ 2, 5
puis il diminue jusqu’a` 1,1 pour une densite´ de 109 g cm−3.
D’autre part, de nombreuses instabilite´s, pre´sentes en milieu confine´, peuvent contribuer
a` acce´le´rer la flamme. Tout d’abord les ondes acoustiques, ge´ne´re´es par la propagation de la
flamme, peuvent se re´fle´chir sur les bords et revenir interagir avec la flamme. Cependant ces
effets restent relativement faibles et ne sont notables que dans un tube lisse et sans obstacle,
ou` la turbulence ne joue pas un roˆle pre´ponde´rant. Dans les autres configurations, la turbulence
controˆle tre`s largement l’acce´le´ration de la flamme. Lorsque la flamme est assez rapide, elle
est pre´ce´de´e d’un choc, qui n’est pas suffisamment fort pour de´clencher la combustion sur son
passage. Cependant, des re´flexions de ce choc sur des obstacles ou des coins peuvent avoir des
effets tre`s importants (Khokhlov et al., 1999; Oran et Gamezo, 2007). Au minimum, l’interaction
du choc re´fle´chi induit de fortes distorsions de la flamme, qui re´sultent en une acce´le´ration
notable. Dans les cas extreˆmes, le choc peut provoquer une TDD. Enfin, les instabilite´ bien
connues de Kelvin-Helmholtz et Rayleigh-Taylor peuvent influencer fortement la flamme. Ces
deux instabilite´s sont de´clenche´es, par exemple, au passage d’un obstacle.
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4.1.1.1 Tube sans obstacles
Dans un tube sans obstacle, une flamme, meˆme laminaire, est acce´le´re´e tout d’abord par le
fluide mis en mouvement par l’expansion des produits. Cet e´coulement acce´le`re globalement la
flamme pour un observateur fixe, mais la flamme reste plane et de vitesse laminaire. A` travers
l’instabilite´ de Landau-Darrieus, l’expansion des produits peut aussi mener a` une augmentation
de surface et donc a` une augmentation de la vitesse effective de propagation de la flamme. Cette
acce´le´ration reste assez faible, mais est pre´sente aussi en milieux non-confine´s. La pre´sence d’un
bord a des effets beaucoup plus importants sur la surface de flamme et donc sa vitesse. La
vitesse du fluide e´tant nulle au bord, l’expansion des produits cre´e un gradient late´ral de vitesse
d’e´coulement qui de´forme la flamme. Celle-ci acquiert une forme de doigt avec une surface
fortement augmente´e. Cette phase initiale d’acce´le´ration de flamme laminaire a e´te´ e´tudie´ par
Bychkov et al. (2005); Bychkov et al. (2007). Elle me`ne notamment a` la formation transitoire
d’une flamme tulipe laminaire, de forme similaire a` la flamme sur la figure 4.1, avec la partie
centrale de la flamme en retard par rapport aux bords. Cette forme est due au couplage entre la
ge´ome´trie de la flamme et la dynamique de l’e´coulement. Ces me´canismes d’acce´le´rations sont
a` l’oeuvre meˆme pour des flammes laminaires. Cependant, en ge´ne´ral, un e´coulement dans un
tube pre´sente une couche limite turbulente. Celle-ci se forme par l’interaction de l’e´coulement,
pousse´ par la flamme, avec le bord. Ensuite lorsque la flamme interagit avec cette couche limite
turbulente, le taux de combustion est augmente´ pre`s des bords formant une flamme tulipe
turbulente (voir la figure 4.1).
4.1.1.2 Tube avec obstacles
La pre´sence d’obstacles acce´le`re beaucoup plus efficacement une flamme. Chapman et Wheeler
(1927) ont les premiers utilise´ des plaques troue´es pour acce´le´rer une flamme de me´thane. La
vitesse maximale e´tait alors de 400 m s−1 contre seulement 10 m s−1 pour un tube lisse. Alors
que les me´canismes de´crits ci-dessus n’augmentent que lentement la surface dune de´flagration
et donc sa vitesse de propagation, des obstacles sur le trajet d’une flamme en expansion peu-
vent causer une augmentation rapide de la surface. La figure 4.2 repre´sente une de´flagration
se propageant dans un tube re´gulie`rement obstrue´ par des plaques troue´es. On voit clairement
l’augmentation de surface de flamme re´sultant du passage de ces obstacles. Celle-ci peut eˆtre
due a` une augmentation ge´ome´trique (par exemple apre`s un orifice) a` laquelle se rajoute les
instabilite´s Kelvin-Helmholtz et Rayleigh-Taylor. Elle re´sulte en une augmentation de la vitesse
de propagation et donc de la vitesse du fluide amont. Si les obstacles sont re´gulie`rement es-
pace´s, on obtient une boucle de re´troaction positive, qui peut re´sulter en une augmentation
continuelle de la vitesse jusqu’a` des vitesses soniques Bychkov et al. (2008). Ce me´canisme est
purement ge´ome´trique et ne ne´cessite pas de turbulence. Lorsque l’e´coulement devient turbu-
lent, le taux de combustion local augmente, ce qui en retour acce´le`re l’e´coulement et ge´ne`re une
turbulence plus intense. Ainsi, la turbulence aussi cre´e une boucle de re´troaction positive. Mais
cette dernie`re sature pour des vitesses turbulentes VT de l’ordre de : VT & 10Vfl, ou` Vfl est la
vitesse de flamme laminaire. Car, l’expe´rience montre que pour des flammes terrestres, de telles
intensite´s turbulentes re´sultent en son extinction. Ainsi, selon le me´lange et la ge´ome´trie, ces
me´canismes peuvent acce´le´rer la flamme turbulente jusqu’aux vitesses soniques permettant de
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Figure 4.1 – Se´quence de photographies d’une flamme interagissant avec une couche limite, tire´e de
Ciccarelli et Dorofeev (2008). L’interaction avec la turbulence acce´le`re la flamme sur les bords lui donnant
cette forme de tulipe.
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Figure 4.2 – Se´quence de photographies d’une flamme se propageant a` travers une se´rie d’obstacles (des
plaques perce´es d’un orifice central, avec un facteur de blocage de 60%) tire´e de Ciccarelli et Dorofeev
(2008). Ces photographies sont se´pare´es d’environ 7 ms, ce qui permet de mettre clairement en e´vidence
l’acce´le´ration de la flamme, qui parcours un intervalle entre les deux premie`res images puis deux intervalles
dans les deux dernie`res images.
cre´er les conditions favorables a` l’ignition d’une de´tonation (voir la figure 4.3, ou` une de´flagration
est acce´le´re´e jusqu’a` former un choc frontal puis transite en une de´tonation).
4.1.2 Me´canisme d’ignition d’une de´tonation en milieu confine´
Dans une de´tonation, les re´actions sont de´clenche´es par le choc, apre`s la pe´riode d’induction
des re´actions, τi, correspondant aux conditions post-choc. Dans une de´flagration acce´le´re´e jusqu’a`
des vitesses soniques, comme sur la figure 4.3, les re´actions sont controˆle´es par la diffusion
thermique, tandis que le choc frontal est soutenu par l’expansion des produits. Ainsi, pour passer
d’un mode a` l’autre, il faut modifier le mode fondamental de combustion. On pensait initialement
que cette transition se faisait lorsque la flamme acce´le´rait suffisamment pour rattraper le choc
(Troshin, 1958). En effet, a` mesure que la flamme acce´le`re, le choc devient plus fort et chauffe plus
le gaz. La longueur d’induction diminue et lorsque celle ci est plus petite que la distance choc-
flamme, alors l’ignition est de´clenche´e par le choc et une de´tonation s’est forme´e. Mais Meyer
et al. (1970) s’e´taient rendus compte qu’en re´alite´ la flamme ne fusionnait pas avec le choc. En
fait, une auto-explosion se de´clenchait quelque part entre le choc et la flamme, donnant naissance,
a` cet endroit, a` une de´tonation, qui rattrapait ensuite le choc frontal, pour finalement relaxer
vers une de´tonation normale. Ce type de transition correspond a` une cate´gorie, ou` la de´tonation
est de´clenche´e par un pre´-conditionnement d’une zone de combustible, qui en explosant cre´e une
surpression suffisante pour initier une de´tonation et ce en l’absence de choc pre´existant (par
exemple : Yanez et al. (2013)). L’autre cate´gorie regroupe tous les cas ou` l’ignition re´sulte de la
re´flexion d’un choc ou de sa focalisation. Malgre´ cette classification apparente en deux cate´gorie
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Figure 4.3 – Se´quence de photographies d’une flamme se propageant dans un tube en partie obstrue´ par
une spirale de Schelkin. L’expe´rience a e´te´ re´alise´ a` l’Institut PPrime a` Poitiers (Cheng et al., 2013).
On y observe la formation d’un choc en amont de la flamme acce´le´re´e. Cette structure flamme-choc
transittera ensuit en une de´tonation dans la treizie`me chambre.
distinctes, il semblerait que le me´canisme sous-jacent soit en fait commun a` de nombreux cas (Lee
et Moen, 1980; Zel’Dovich, 1980; Oran et Gamezo, 2007). L’ignition d’une de´tonation reposerait
sur le me´canisme des gradients de temps d’induction propose´ par Zel’dovich et al. (1970) et
discute´ dans la section suivante. Il serait a` l’oeuvre dans de nombreux cas de TDD :
– initiation directe par un choc,
– gradient de tempe´rature dans la couche limite turbulente,
– ignition par des gradients de tempe´rature et de concentration dus a` la turbulence,
– TDD dans un tube avec ou sans obstacles, etc...
Dans le premier cas, meˆme si un choc fort est pre´sent dans le syste`me, il a e´te´ observe´ qu’une
seconde explosion avait lieu derrie`re le choc principal et que la de´tonation e´tait en fait initie´e par
cette seconde explosion (Lee et Moen, 1980; Gelfand et al., 1991). Cette dernie`re correspondrait
au pre´-conditionnement du gaz, par le premier choc en un gradient convenable de temps d’induc-
tion derrie`re le choc. Cependant malgre´ de nombreuses e´tudes the´oriques, par exemple Khokhlov
et al. (1999), qui de´montrent la capacite´ de ces fronts spontane´s a` s’amplifier pour donner une
de´tonation, peu de TDD expe´rimentales ont pu eˆtre associe´es a` ce me´canisme de manie`re con-
vaincante. La principale raison e´tant que, du fait des limitations des ressources nume´riques, la
turbulence ne peut pas eˆtre re´solue correctement or c’est elle qui dirige le me´lange et le pre´-
conditionnement du gradient. Khokhlov et al. (1999) ont mene´ des simulations nume´riques a`
haute re´solution reproduisant des expe´riences de TDD et ils ont montre´ que la de´tonation e´tait
initie´e graˆce a` un gradient de tempe´rature. Meˆme si la turbulence n’e´tait pas re´solue jusqu’a`
l’e´chelle la plus fine, ces simulations repre´sentent un des re´sultats les plus convaincants de vali-
dation du me´canisme de Zel’dovich.
134 Chapitre 4. La Transition De´flagration-De´tonation (TDD)
Figure 4.4 – A gauche : Carte de tempe´rature dans un point chaud dont le gradient de temps d’induction
est supersonique. A droite : Exemple d’une onde de combustion spontane´e dont la vitesse Dsp > DCJ
et qui s’amplifie suffisamment pour donner une de´tonation. Tire´ de Oran et Gamezo (2007).
4.1.3 Me´canisme de Zel’dovich
Ce me´canisme, propose´ par Zel’dovich et al. (1970), permet d’initier une de´tonation a` partir
d’un gradient de temps d’induction, du a` un gradient de tempe´rature, de densite´ ou de composi-
tion. La combustion spontane´e dans ce gradient ressemble a` une onde se propageant des re´gions
ou` les temps d’induction sont les plus courts vers celles ou` ils sont les plus longs. La vitesse de
propagation de cette onde de combustion spontane´e est :
Dsp =
1
∇τi , (4.1)
ou` τi est le temps d’induction de´fini dans le chapitre pre´ce´dent. Si ce gradient est suffisamment
faible pour que ∇τi ∼ C−1s (gradient sonique), alors l’onde spontane´e se propage a` la vitesse du
son. De ce fait, les surpressions ge´ne´re´es par la combustion ne peuvent se propager plus vite que
l’onde de combustion et s’accumulent au niveau du front de combustion. Du fait de ce couplage
entre la combustion et la dynamique du fluide, la pression au niveau du front augmente et si Dsp
reste sonique suffisamment longtemps pour atteindre la pression de Chapman-Jouguet (PCJ),
une de´tonation auto-soutenue est ne´e (voir figure 3.9). Si ∇τi > C−1s , l’onde de combustion
est trop rapide et se de´couple des surpressions tandis que si ∇τi < C−1s , l’onde est trop lente
et les ondes sonores e´vacuent la surpression. Une de´tonation stable sera initie´e uniquement si
l’onde de combustion se couple au choc. Par des conside´rations analytiques, Khokhlov (1991b)
a estime´ que pour atteindre la de´tonation minimale qui est la de´tonation Chapman-Jouguet, il
fallait que l’onde spontane´e ve´rifie : Dsp > DCJ . En effet, on peut lui appliquer les conditions de
Rankine-Hugoniot et faire le meˆme raisonnement que pour une de´tonation. Donc la condition la
plus prudente pour initier une de´tonation est : Dsp > DCJ . Cependant, lorsque la pression est
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suffisamment forte, l’onde spontane´e comprime le combustible au niveau du front acce´le´rant ainsi
sa combustion. De par cette auto-cohe´rence, la condition Dsp > Cs, garantissant la cohe´rence
de la ge´ne´ration d’e´nergie, est souvent suffisante (voir Woosley et al. (2009) ou nos e´tudes sur
la figure 4.6).
Ainsi Khokhlov (1991b) a applique´ ce me´canisme au contexte des supernovae. Dans ce cadre,
la combustion isochore du carbone ne peut pas de´clencher une de´tonation, car la surpression
engendre´e est trop faible a` cause de l’EOS de´ge´ne´re´e, voir figure 3.3. Il faut donc un me´canisme
pouvant amplifier ces surpressions jusqu’a` PCJ . Dans un milieu non-confine´ sans choc, la seule
possibilite´ est donc de cre´er un gradient de temps d’induction. En se basant sur ce me´canisme
d’ignition, Khokhlov (1991a) a propose´ le mode`le de de´tonation a` retard. Cependant, pour
re´soudre nume´riquement ce me´canisme, il faudrait re´soudre les longueurs caracte´ristiques de
combustion du carbone, qui sont tre`s faibles : entre 1 µm et 1 m. Ces e´chelles ne sont absolument
pas accessibles dans les simulations hydrodynamiques en trois dimensions les plus re´centes, pour
lesquelles la meilleur re´solution reste supe´rieure au kilome`tre. Ainsi ce me´canisme restera non-
re´solu pour de nombreuses anne´es encore, et il faut recourir a` des e´tudes physiques pre´cises pour
essayer de de´gager des conditions suffisantes d’initiation d’une de´tonation. De nombreuses e´tudes
ont e´te´ mene´es pour de´terminer les gradients requis pour de´clencher une de´tonation. Par exemple
Arnett et Livne (1994b); Ro¨pke et al. (2007b) et Seitenzahl et al. (2009) ont re´cemment e´tudie´
l’ignition par un gradient de tempe´rature a` composition et densite´ constantes. Les premiers dans
le cas d’un gradient line´aire et les derniers dans un cadre plus ge´ne´ral avec diffe´rents gradients.
Le but de ces travaux est de de´terminer la taille minimale ou longueur critique (Lc), suffisante
pour ge´ne´rer une de´tonation stable. Malheureusement cette taille critique de´pend de nombreux
parame`tres : la tempe´rature et la densite´ ambiantes, la tempe´rature maximale et la forme du
gradient et la composition du combustible. Seule une condition ne´cessaire peut en eˆtre de´gage´e :
un point chaud de composition moitie´ carbone moitie´ oxyge`ne a` des densite´s & 1× 107 g cm−3
avec une tempe´rature maximale > 2× 109 K sur des e´chelles Lc ∼ 10 km (∇T ∼ 2000 K cm−1),
devrait re´ussir a` de´clencher une de´tonation. Cependant ces e´tudes se basent sur des mode`les, ou`
le point chaud est dans un milieu au repos. Ainsi il faut que l’e´coulement global soit convergent
pour confiner suffisamment le point chaud pour que les conditions critiques soient maintenues
suffisamment longtemps.
Pour des me´langes de compositions diffe´rentes, la longueur critique varie e´norme´ment : moins
il y a de carbone et plus Lc sera grande ; d’autre part l’adjonction d’he´lium diminue drastique-
ment Lc. Khokhlov et al. (1997) ont e´tudie´ ce me´canisme pour des gradients de tempe´rature et
de composition qui correspondraient a` la structure d’une flamme distribue´e qui me´langerait cen-
dres chaudes et combustible frais. Une autre possibilite´ serait que l’expansion e´teigne la flamme,
permettant ainsi le me´lange des cendres et du combustible. La contraction recre´erait ensuite
les conditions de tempe´rature et densite´ ne´cessaires a` la de´tonation (sce´nario pulsationnel). Ces
auteurs soulignent que ce me´lange est tre`s important pour que le combustible puisse atteindre
des tempe´ratures suffisantes pour de´toner a` faible densite´. Ainsi du combustible frais doit eˆtre
compresse´ jusqu’a` ∼ 1× 1010 g cm−3 pour atteindre une tempe´rature suffisante pour l’ignition,
tandis que me´lange´ avec 10% de cendres ce seuil tombe a` ∼ 1× 107 g cm−3.
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Figure 4.5 – A gauche : Auto-ignition re´ussie pour un gradient sonique de temps d’induction de
L = 1, 5 km a` la densite´ ρ0 =1 × 107 g cm−3. Le gradient initial de tempe´rature est trace´ en trait
e´pais bleu, puis les profils successifs de tempe´rature le sont en tirets bleus. L’enveloppe des maximum de
pression est repre´sente´e en noir, diffe´rents profils de pression sont trace´s en rouge. La fin du point chaud
se situe au milieu du domaine, on voit bien que la de´tonation se propage en dehors du gradient en re´gime
stationnaire. L’auto-ignition a re´ussi. A droite : E´chec de l’ignition pour une taille infe´rieure a` la taille
critique (L = 500 m).
4.1.3.1 E´tude d’auto-ignition plane
Ces e´tudes conside´raient l’ignition d’un point chaud, pour lequel les effets ge´ome´triques de
divergence sphe´rique sont importants. Or dans le cas qui m’a inte´resse´, nous verrons que la` ou`
l’ignition de la de´tonation a lieu, les effets ge´ome´triques sont faibles et celle-ci est quasiment
plane. Nous avons donc fait quelques tests d’ignition en ge´ome´trie plane, a` l’aide du code AS-
TROLABE, dont la grille mobile et adaptative permet de suivre correctement la formation et la
propagation des chocs ainsi que les deux e´tapes e´nerge´tique de la combustion. Pour re´aliser ces
e´tudes, on a cre´e´ des points chauds a` l’e´quilibre de pression dont la tempe´rature de´croit depuis
des valeurs maximales de 2, 5× 109 ou2× 109 K selon un gradient de temps d’induction sonique
(∇τi = C−1s ). La figure 4.5 montre une telle ignition pour un gradient sonique dans un milieu
de densite´ ρ0 = 1× 107 g cm−3. L’e´volution du saut de pression est hautement non-line´aire. La
premie`re forte augmentation autour de 100 m correspond a` la synchronisation de la combustion
du carbone avec l’onde de pression. Cette e´tape re´sulte en un choc d’environ 5× P0. Si l’ampli-
fication s’arreˆte la`, ce complexe choc-combustion du carbone n’est pas capable de se propager
hors de la zone pre´-conditionne´e. C’est l’exemple sur la figure 4.5(b). En effet, la combustion de
l’oxyge`ne n’a pas eu lieu et la pression est donc trop faible. Au contraire sur la figure 4.5(a),
la synchronisation de la combustion de l’oxyge`ne avec le choc a lieu au bout de 800 m. Enfin
la troisie`me zone d’augmentation de pression correspond a` l’augmentation de densite´ aux bords
du point chaud due a` la condition d’e´quilibre hydrostatique initial. Ces simulations permet-
tent de de´duire une taille critique, Lc ∼ 800 m, pour qu’un point chaud de gradient sonique
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ρ0 (×106 g cm−3) 5 8 10 20 50
PCJ/P0 12 10,1 10 8 6
Lc( km) (Tmax =2, 5× 109 K) 15 2 0,8 0,15 0,04
Lc( km) (Tmax =2× 109 K) 40 6 2 0,5 0,05
Table 4.1 – Taille critique ne´cessaire a` l’ignition d’une de´tonation auto-soutenue a` partir d’un gradient
sonique de temps d’induction, pour deux tempe´ratures maximales T = 2×109 et 2, 5×109 K. On rappelle
aussi la surpression minimale qu’il faut atteindre : PCJ/P0.
et de tempe´rature T ∼ 2, 5 × 109 K soit capable de de´clencher une de´tonation auto-soutenue.
La table 4.1 donne ces tailles critiques en fonction de la densite´ pour ce meˆme gradient et les
deux tempe´ratures maximales e´tudie´es. Elle rappelle aussi la pression, PCJ , dans le choc d’une
de´tonation Chapman-Jouguet. Le cas a` ρ = 1× 107 g cm−3 de la figure 4.5(a) atteint bien PCJ .
Profil du gradient : Selon les arguments line´aires de Khokhlov (1991b), seule une onde
spontane´e de vitesse Dsp = DCJ (11300 km s
−1 pour ρ = 1 × 107 g cm−3) pourrait, en accord
avec les relations de Hugoniot, atteindre la pression PCJ ne´cessaire pour se propager hors du
point chaud. Cependant, l’exemple pre´ce´dent a montre´ qu’un gradient sonique de τi cre´ait une
onde de combustion au niveau de laquelle s’accumule la pression. L’augmentation de densite´ qui
en re´sulte, puis le chauffage par le choc permettent de synchroniser la combustion et d’acce´le´rer
le choc jusqu’a` DCJ . La condition Dsp = DCJ est en fait trop restrictive. La figure 4.6 compare
le re´sultat de l’ignition d’un point chaud de taille L = 1, 5 km, qui de´tone pour un gradient
sonique, pour diffe´rents gradients de tempe´rature (en trait plein). Un tel point chaud de´tone
aussi pour des gradients plus raides (Dsp = 0, 2Cs) et plus plats (Dsp = 2Cs), les profils de
pression re´sultant de l’ignition sont trace´s en tirets sur La figure 4.6(a). Dans ces trois cas, cette
synchronisation fait que le choc se propage approximativement a` la meˆme vitesse, d’environ
10 000 km s−1 assez proche de DCJ pour pouvoir l’atteindre a` la sortie du point chaud. Mais
pour des gradients plus plats ou plus raides, l’ignition ne se synchronise pas avec les ondes
sonores et aucune accumulation n’a lieu pour Dsp = 0, 1Cs ou Dsp = 5Cs. Un zoom sur la zone
de formation des chocs sur la figure 4.6(b), met bien en e´vidence cette diffe´rence. Cette figure
repre´sente, en tirets, les profils de surpression des cinq cas (le gradient sonique est de´cale´ de +2
puis chacun est de´cale´ d’une autre unite´ vers le haut ou vers le bas si le gradient est plus plat
ou plus raide respectivement). Le profils a` Dsp = 5Cs est trop plat, trop homoge`ne ge´ne´rant une
surpression quasiment homoge`ne, qui ne s’accumule pas, puisque l’onde de combustion va trop
vite. Le profils a` Dsp = 0, 1Cs est, au contraire, trop raide et toute surpression ge´ne´re´e par la
combustion est efficacement e´vacue´e.
Pour la courbe verte (Dsp = 2Cs), l’e´chelle des abscisses a e´te´ re´duite d’un facteur deux.
Ainsi, la formation du choc est en fait beaucoup plus longue. En effet, l’onde de combustion est
deux fois plus rapide que le son et donc toute la surpression ne s’accumule pas au niveau du front
mais aussi derrie`re. Ainsi, en x = 0, la pression finale est d’environ P = 1, 55P0 alors qu’elle
n’est que de 1, 45P0 pour le cas Dsp = Cs (courbe noire) ou` l’onde de combustion est sonique et
ou` les surpressions s’accumulent efficacement au niveau du front. Dans le cas, Dsp = 2Cs c’est
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Figure 4.6 – A gauche : Ignition de diffe´rents profils de tempe´rature (trait plein). Les surpressions en
re´sultant sont trace´es en tirets de la couleur du gradient correspondant. A droite : Zoom sur les deux
cents premiers me`tres ou` se forment les chocs (Le cas ou` Dsp = 2Cs ce sont les 400 premiers me`tres).
La pression (de´cale´e en ordonne´ pour plus de lisibilite´) de 5 gradients diffe´rents est trace´e a` plusieurs
instants successifs. Les cas, ou` Dsp = 2, 1 et 0, 2Cs re´ussissent a` cre´er un choc qui ensuite se propage,
se synchronise avec la combustion et devient capable de se propager hors du point chaud. Dans le cas
Dsp = 0, 1Cs, aucune surpression ne s’accumule car l’onde de combustion est trop lente par rapport a`
une onde sonore. Au contraire pour Dsp = 5Cs, l’onde de combustion est trop rapide.
l’onde de combustion qui me`ne la synchronisation. Dans le cas Dsp = 0, 2Cs (courbe rouge), au
contraire, les ondes sonores s’e´vacuent plus rapidement que l’onde ne progresse. Ainsi, la pression
finale n’est que de P = 1, 25P0. Cependant, la le´ge`re compression et le faible chauffage dus aux
surpressions acce´le`rent la combustion qui s’y synchronise. La formation du choc est alors plus
rapide car la pression est plus concentre´e et la` combustion y est acce´le´re´e. Au contraire, dans le
cas Dsp = 2Cs, la pression ne s’accumule pas aussi efficacement et la formation du choc est plus
lente et une fois forme´ il est plus faible (Fig. 4.6(a))
Ainsi l’explosion d’un point chaud isotherme ne peut pas mener a` l’ignition d’une de´tonation
et ce, quelle que soit sa taille. Un point chaud uniforme´ment chauffe´ a` T =2, 5 × 109 K bruˆle
sans pouvoir ge´ne´rer de choc suffisamment puissant pour cre´er une de´tonation. En effet la
combustion re´sulte en un profil uniforme de pression dans le point chaud : P ∼ 2P0, qui en se
dilatant ge´ne`re un choc faible. On a toutefois obtenu l’ignition d’une de´tonation, pour un tel
profil pour un domaine de 100 km, lorsque la re´solution δx = 1, 5 km est supe´rieure a` la taille
critique. Dans ce cas, repre´sente´ sur la figure 4.7, le gradient line´aire, passant de T =2, 5×109 K
a` gauche de la cellule a` 5 × 108 K a` droite, suffit a` amplifier le choc et a` le synchroniser avec
la combustion de fac¸on a` atteindre PCJ = 10× P0. Mais la de´tonation est entie`rement due a` ce
gradient et non a` la taille du point chaud isotherme.
4.2. La TDD dans les supernovae 139
Figure 4.7 – Test d’ignition dans un point chaud isotherme de tempe´rature T =2, 5 × 109 K pour une
densite´ de ρ0 = 1×107 g cm−3. L’ignition n’est pas possible, la combustion reste isobare et la surpression
cre´e par la combustion peut eˆtre e´vacue´e sans s’accumuler. Le cas pour L = 100 km de´tone car en fait
la re´solution initiale de δx = 1, 5 km correspond au gradient critique. Le gradient est beaucoup plus fort,
mais cela fonctionne quand meˆme.
4.2 La TDD dans les supernovae
Comme l’ont montre´ Gamezo et al. (2005), dans le cadre de l’explosion d’une naine blanche a`
la masse de Chandrasekhar, le sce´nario de TDD est celui qui reproduit le mieux les observations.
Le proble`me est alors de savoir si des conditions suffisantes a` l’ignition d’une de´tonation sont
re´unies au cour de la phase de de´flagration, environ 1, 5 s apre`s l’ignition. De nombreux mode`les
ont e´te´ imagine´s pour cre´er ces conditions au moment opportun. Elles se rame`nent toutes a` une
ignition par le me´canisme de Zel’Dovich de´crit ci-dessus.
4.2.1 De´tonation par pulsation de l’e´toile
Arnett et Livne (1994a,b) ont propose´ un mode`le de de´tonation a` retard ou` la transition
se fait graˆce a` une pulsation de l’e´toile. La de´flagration initiale, incapable de de´truire l’e´toile
pourrait en revanche de´clencher une pulsation globale de la structure, qui lors de sa phase de
contraction produirait des conditions favorables a` une de´tonation. Dans cette e´tude, la re´solution
e´tait assez mauvaise et la diffusion nume´rique des cendres suffisait a` cre´er des bulles chaudes
qui de´passent le crite`re de de´tonation lors de la contraction.
Bravo et Garc´ıa-Senz (2009) et Bravo et al. (2009) ont re´examine´ ce proble`me avec une
meilleure re´solution et des vitesse de flamme plus re´alistes (turbulentes et non pas laminaires
comme dans Arnett et Livne (1994a)). Leurs simulations mettent en e´vidence une structure
assez diffe´rente, mais toujours favorable a` une transition. En effet, la flamme 3D bien re´solue
flotte rapidement vers la surface, laissant un coeur de combustible encore assez dense qui se
dilate en phase, tandis que les couches externes chaudes et riches en cendres se dilatent plus
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rapidement. Du fait de ce de´couplage entre la dilatation du coeur et celle des couches externes, le
coeur est revenu a` l’e´quilibre hydrostatique avant que les couches externes ne retombent. Ainsi,
ces dernie`res formeront un choc d’accre´tion sur le coeur, dans une re´gion riche en combustible.
Ce choc cre´e les conditions favorables a` une de´tonation, notamment des re´gions partiellement
re´solues dont la tempe´rature maximale est de 2, 3×109 K pour une densite´ de 3×106 g cm−3 et
qui rassemblent une masse supe´rieure aux masses critiques calcule´es par Arnett et Livne (1994b)
et Ro¨pke et al. (2007b). D’autre part la composition et la tempe´rature seraient non-uniforme
avec un gradient correct (estime´ sur quelques cellules) suffisant pour activer le me´canisme de
Zel’dovich. D’autre part le choc d’accre´tion maintient ces conditions un certains laps de temps,
permettant l’ignition du point chaud, avant que les conditions n’e´voluent trop.
Dans ce type de sce´nario l’ignition de la de´tonation se fait dans un point chaud confine´, qui a
e´te´ me´lange´ avant l’ignition pour augmenter son entropie. L’apport final d’e´nergie est externe :
choc d’accre´tion ou compression, contrairement au sce´nario de turbulence ou` l’e´nergie d’ignition
provient des cendres et donc de la flamme elle-meˆme, pourvu que le me´lange turbulent soit
efficace.
4.2.2 De´tonation par confinement gravitationnel
Le sce´nario de de´tonation par confinement gravitationnel (GCD pour Gravitationnaly Con-
fined Detonation), initialement propose´ par Plewa et al. (2004), puis e´tudie´ en 3D par Jordan
et al. (2008), repose sur une de´flagration excentre´e, initie´e avec un de´calage par rapport au
centre de l’e´toile (off-center). Dans cette configuration, la flamme flotte beaucoup plus vite vers
la surface et la phase de de´flagration libe`re peu d’e´nergie, typiquement 10% de l’e´nergie de liai-
son. La de´flagration bruˆle en formant un panache de cendres chaudes qui flotte vers la surface.
Lorsqu’il l’atteint, il jaillit et se re´pand sur toute la surface de la naine blanche, en convergeant
vers le point oppose´ au point d’e´mergence. Durant ce processus, du mate´riau froid et riche en
carbone est pousse´ par le flot de cendres. Au point de convergence, ce mate´riau est compresse´
et suffisamment chauffe´ pour commencer a` bruˆler lentement (smoldering) et augmenter encore
un peu la tempe´rature. La compression forme deux jets oppose´s. Le jet interne pousse ce com-
bustible chauffe´ en combustion lente vers les couches plus denses, cre´ant ainsi des conditions
suffisantes pour une de´tonation. Celle-ci se de´clenche de 1, 5 a` 3 s apre`s l’ignition. Dans ce
sce´nario la de´flagration libe`re si peu d’e´nergie que la naine blanche ne se dilate quasiment pas
et la structure est encore relativement dense quand la de´tonation de´marre. Elle produira ainsi
typiquement ∼ 1 M de 56Ni , ce qui correspond a` une supernovae super-lumineuse. D’autre
part, ce mode`le requiert une syme´trie importante de l’e´coulement convergent de cendres pour
avoir une compression suffisante. Ainsi seules les explosions 2D et des ignitions d’une seule bulle
en 3D ont une syme´trie suffisante pour de´toner.
Jordan et al. (2012) proposent un sce´nario alternatif, dans lequel l’ignition a lieu en plusieurs
points. Cela induit une phase de de´flagration plus violente, qui libe`re plus d’e´nergie : entre 40%
et 80% de l’e´nergie de liaison de l’e´toile. Contrairement au sce´nario classique de GCD, l’e´nergie
libe´re´e entraˆıne la dilatation rapide de l’e´toile et lors de la collision des cendres chaudes, la densite´
est de´ja` trop faible pour initier une de´tonation. Cependant l’e´nergie libe´re´e est trop faible pour
de´lier l’e´toile et celle-ci va ensuite se contracter. Lors de cette pulsation, densite´ et tempe´rature
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vont augmenter a` cause de la contraction globale de l’e´toile et de la convergence des cendres. La
combustion lente du carbone contribue aussi a` cre´er les conditions propices a` l’initiation d’une
de´tonation dans la re´gion de collision, ou` cendres et combustible ont e´te´ me´lange´s pour former
un gradient de tempe´rature. Ce sce´nario pulsationnel dilate plus l’e´toile, permettant de produire
moins de 56Ni et d’obtenir un meilleur accord avec les SNe normales. De plus, selon le de´calage
de la zone d’ignition, la de´flagration est plus ou moins vigoureuse, re´sultant en plus ou moins
d’expansion et produisant une certaine gamme de masses de nickel et donc de luminosite´s. Ce
de´calage pourrait correspondre a` la source de dispersion des SNe Ia. D’autre part, ce sce´nario
pourrait s’appliquer, si le me´canisme de TDD induite par turbulence (voir section suivante)
n’a pas eu lieu lors de la phase de de´flagration initiale. Il donnerait une seconde chance pour
de´clencher une de´tonation. Enfin, la contraction de l’e´toile permet de relaˆcher la contrainte
sur la syme´trie de l’e´coulement convergent, qui e´tait ne´cessaire dans le sce´nario GCD. Ainsi
le me´canisme d’ignition d’une de´tonation est plus robuste dans le cas de ce sce´nario de GCD
assiste´e par la pulsation de l’e´toile.
Notons pour finir que ce me´canisme d’ignition de de´tonation dans un point chaud confine´
est aussi utilise´ dans les sce´narios de collision violente de naines blanches. En effet, l’accre´tion
violente du compagnon de´chire´ permet de cre´er un point chaud confine´ au point d’impact du
flot d’accre´tion. Les meˆmes conditions d’ignition sont utilise´es dans ces deux mode`les.
Dans toutes ces simulations 3D, l’ignition de la de´tonation est non-re´solue et repose sur
un crite`re arbitraire. Jordan et al. (2012) se basent sur les e´tudes faites sur le me´canisme de
Zel’dovich dans le cas d’un combustible C+O. Mais, nume´riquement, ils initient la de´tonation en
laissant s’emballer la re´action 12C +12C . En effet, les conditions d’emballement correspondent
plus ou moins aux conditions de´duites du me´canisme de gradient. Cependant, cela suppose
qu’aux e´chelles sous-mailles les gradients soient assez plats pour eˆtres soniques. D’autre part,
pour atteindre ces tempe´ratures, il faut un me´lange entre combustible et cendres (Khokhlov
et al., 1997). Or, la diffusion nume´rique au niveau du front peut artificiellement augmenter la
tempe´rature du combustibles. Ces deux dernie`res conditions ne peuvent eˆtre caracte´rise´es dans
les simulations hydrodynamiques de l’e´toile comple`te. On ne peut que faire des estimations
du me´lange aux e´chelles sous-mailles pour affirmer que cette condition est remplie. Cependant,
comme dans le mode`le pre´ce´dent, les proprie´te´s globales de l’e´coulement permettent de maintenir
ces conditions thermodynamiques le temps que l’ignition du point chaud ge´ne`re une de´tonation.
C’est le point fort de ces sce´narios confine´s par rapport aux sce´narios de turbulence.
4.2.3 TDD induite par la turbulence
Dans les mode`les pre´ce´dents, l’ignition a lieu dans un point chaud dont le conditionnement
est duˆ a` la dynamique globale de l’e´coulement (e´coulement convergent, choc ou pulsation). Dans
ce cas, les e´tudes d’ignition pre´ce´dentes sont directement applicables, avec les restrictions de
re´solution de´crites ci-dessus. L’e´nergie thermique ne´cessaire a` l’ignition est externe au point
chaud, elle lui est transfe´re´e par le milieu environnant. Dans le cas d’une TDD induite par
turbulence, l’e´nergie provient de la flamme elle-meˆme, ou` plus pre´cise´ment des cendres chaudes
juste derrie`re le front de combustion. C’est la turbulence qui, dans le re´gime distribue´, permet
de me´langer les cendres au combustible. Cela permet de former une zone suffisamment chaude
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ou` le gradient de temps d’induction est suffisamment plat pour exploser assez rapidement. Une
flamme qui reste laminaire a` l’e´chelle de flamme ne pourra jamais de´toner par le me´canisme
des gradients car son e´paisseur est tre`s infe´rieure a` la longueur critique. Pour avoir une TDD
il faut donc entrer dans le re´gime distribue´, ou` la turbulence pe´ne`tre la structure interne de la
flamme et peut l’e´largir. Pour initier une de´tonation par le me´canisme des gradients, il faut que
la flamme puisse eˆtre e´largie sur des largeurs proches de la longueur critique, qui est de l’ordre de
l’e´chelle inte´grale de la turbulence, L ∼ 10 km. Dans une supernova l’e´chelle inte´grale est grande
et quand la flamme entre dans le re´gime distribue´ (Nombre de Karlovitz Ka > 1), le nombre de
Damko¨hler (Da) est de´ja` grand, Da  1, et la combustion est dans le re´gime des flammelettes
distribue´es Stirred Flames. Ensuite, la densite´ diminuant, le nombre de flammelettes turbulentes
diminue, mais elles se font plus larges et plus rapides. A` la limite Da = 1, on a une seule flamme
de largeur L. Les conditions les plus favorables a` une TDD, sont donc atteintes quand Da → 1.
En effet, au dela`, dans le Well Stirred Reactor la combustion est trop dilue´e. Pour le me´canisme
des gradients, il semble donc qu’une condition ne´cessaire soit : Ka  1 et Da ∼ 1.
Cependant, ce me´canisme propose´ par Khokhlov (1991a,b), sur lequel se base tous les mode`les
de TDD turbulente dans les supernovae, n’est pas la seule possibilite´. Re´cemment Poludnenko
et al. (2011) ont obtenu, nume´riquement, une TDD en milieu non-confine´ pour un me´lange
terrestre air-hydroge`ne. Selon leur analyse, le me´canisme a` la base de la transition ne serait
pas celui des gradients de Zel’dovich et al. (1970). Il reposerait plutoˆt sur la capacite´ de la
turbulence a` acce´le´rer la flamme jusqu’a` la valeur limite de la de´flagration de Chapman-Jouguet.
A` ce moment la`, la ge´ne´ration d’e´nergie par unite´ de volume est suffisante pour augmenter la
pression et enclencher un emballement qui re´sulte en l’ignition d’une de´tonation. Ce me´canisme
ne requiert pas une turbulence telle que la flamme soit distribue´e. Il suffit que la flamme soit assez
convolue´e dans une masse critique, pour que l’e´nergie nucle´aire libe´re´e, qui est proportionnelle a`
la surface de flamme, soit de l’ordre de l’e´nergie interne sur un temps de traverse´ sonique. Dans
ce cas, la densite´ augmentera et entraˆınera un emballement re´sultant en une de´tonation. Mais
ce re´gime de combustion, ou` de nombreuses flammes laminaires se replient, reste hors de porte´
des simulations actuelles, dans le cas de la combustion du carbone qui est substantiellement
plus subsonique que la combustion terrestre de l’hydroge`ne. En effet, les simulations actuelles
les plus pousse´es de combustion turbulente (Aspden et al., 2010, 2008) ne peuvent pas mode´liser
de grandes e´chelles inte´grales et re´soudre la structure laminaire. La strate´gie choisie par Aspden
et al. (2008) e´tait de faire des simulations DNS (Direct Numerical Simulation) qui re´solvent
la structure laminaire. Mais dans ce cas l’e´chelle inte´grale est directement lie´e aux ressources
nume´riques et a` l’e´chelle de flamme. Le choix retenu par Aspden et al. (2010) pour e´tudier
le re´gime distribue´ e´tait d’augmenter successivement l’e´chelle inte´grale en ne re´solvant que le
transport turbulent. Dans ce cas ils pouvaient atteindre des e´chelles inte´grales de l’ordre de celles
d’une explosion de supernova.
Pour obtenir une transition vers une de´tonation, trois crite`res doivent eˆtre ve´rifie´s. (1)- Tout
d’abord une re´gion doit bruˆler supersoniquement, car alors la pression augmentera plus vite
que l’expansion ne peut controˆler. (2)- Ce de´tonateur doit avoir une masse supe´rieure a` une
masse critique, sinon la de´tonation de´ge´ne´rera en ondes de pression. (3)- Et enfin, la vitesse de
phase de la combustion doit eˆtre presque sonique. En mode´lisant la turbulence par le mode`le 1D
LEM (Linear Eddy Model) de Kerstein (1991), pour e´tudier le re´gime distribue´ a` grande e´chelle,
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Woosley et al. (2009) ont montre´ que certaines proprie´te´s de ce re´gime vont dans la direction
de ces trois crite`res. Tout d’abord, la nature tre`s variable de la combustion : certaines re´gions
peuvent temporairement bruˆler beaucoup plus vite que la moyenne, fre´quemment d’un facteur
3. Ensuite, la turbulence ne conduit pas toujours a` l’inhomoge´ne´ite´ a` grande e´chelle. En effet
il se forme re´gulie`rement des saillies ledges, qui sont des structures larges et bien me´lange´es.
En utilisant une de ces structure comme conditions initiales d’un code hydrodynamique 1D,
Woosley et al. (2009) ont ainsi observe´ une transition de´flagration-de´tonation. Les profils qui
ge´ne´raient effectivement une de´tonation ve´rifiaient :
1. une re´gion a` haute tempe´rature ge´ne´rant beaucoup d’e´nergie,
2. autour, du combustible assez riche (fraction de masse de 12C ∼ 0.4) de´ja` chaud,
3. et au bord un gradient de X12.
Les deux premie`res proprie´te´s permettent de cre´er une surpression et la troisie`me va l’amplifier.
Cependant, ces de´tonations ont e´te´ obtenues apre`s arreˆt de la turbulence. En effet, celle-ci aurait
probablement de´truit la structure du de´tonateur avant que la de´tonation n’ait pu se construire.
C’est un des points faibles de ce sce´nario, la turbulence intense ne´cessaire au re´gime distribue´,
doit cre´er ces structures chaudes et homoge`ne et doit ensuite les pre´server le temps de l’ignition.
En effet, une fois l’onde spontane´e de combustion cre´e, celle-ci se propage supersoniquement et
la turbulence ne pourra plus empeˆcher l’ignition. Mais, durant le temps d’induction ne´cessaire la
formation de cette onde, la turbulence peut encore de´truire la structure du de´tonateur. Il faudra
ainsi suˆrement de nombreuse occurrences comme celle ci-dessus, avant d’avoir effectivement
une de´tonation. Toutefois, la surface de flamme offre un volume important et donc un nombre
important de volumes critiques, dans lesquels la turbulence pourrait entraˆıner une TDD.
Quoiqu’il en soit, ces ignitions de de´tonation ont e´te´ obtenues dans le re´gime distribue´ pour
Da ∼ 1. Mais cette condition n’est pas suffisante, il faut aussi des intensite´s turbulentes de
l’ordre de 20% de la vitesse du son, soit environ 1000 km s−1 pour cre´er des zones me´lange´es,
qui peuvent exploser sur un temps sonique. La question est maintenant de savoir si de telles
intensite´s turbulentes sont re´alisables durant l’explosion.
4.2.3.1 La turbulence dans les supernovae
Rayleigh-Taylor ou Kolmogorov : La propagation d’une flamme dans une SN Ia est
domine´e par la turbulence et les instabilite´s, qui vont de´finir sa vitesse effective de propagation.
Mais cette vitesse correspond-elle a` celle des instabilite´s Rayleigh-Taylor de longueur d’onde l ou
plutoˆt aux fluctuations de vitesses dues a` la cascade de turbulente depuis les grandes e´chelles de
cette meˆme instabilite´ (LRT ∼ 10 km et URT ∼ 100 km s−1) ? Les lois d’e´chelles des fluctuations
de vitesse a` l’e´chelle l sont diffe´rentes : ul ∝ (gl)1/2 pour l’instabilite´ RT et ul ∝ l1/3 pour une
turbulence isotrope suivant l’e´chelle de Kolmogorov. Certains auteurs pensent que le spectre des
fluctuation suit une loi Rayleigh-Taylor a` toutes les e´chelles (Khokhlov, 1995; Zhang et al., 2007).
Cependant, Ciaraldi-Schoolmann et al. (2009) ont re´cemment analyse´ les champs de vitesse de
simulations a` haute re´solution de Ro¨pke et al. (2007a) pour caracte´riser la turbulence d’une SN
Ia. Ils trouvent en fait une de´pendance RT aux grandes e´chelles puis une transition vers l’e´chelle
de Kolmogorov, aux petites e´chelles devant l’e´chelle d’injection de l’e´nergie LRT .
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Intermittence : L’occurrence d’une TDD de´pend donc tre`s fortement de la prescription pour
la turbulence. De plus, il suffit d’une seule occurrence d’une fluctuation uLc & 1000 km s−1 a`
l’e´chelle critique pour qu’une de´tonation soit irre´versiblement allume´e. Les lois d’e´chelles de´crites
pre´ce´demment ne concernaient que le premier moment des perturbation de vitesse : u¯l, or ce
sont les moments d’ordre e´leve´ (upl pour p > 1) qui sont sensibles aux fluctuations rares mais
importantes. Les expe´riences montrent qu’a` grand p, on a des de´viations par rapport a` la loi
de Kolmogorov : c’est l’intermittence, les fluctuations de grande amplitude sont moins rares
que pre´vu par Kolmogorov. Schmidt et al. (2010) a calcule´ les probabilite´s d’entrer dans le
re´gime distribue´, a` partir des densite´s de probabilite´ de dissipation turbulente obtenues avec
diffe´rentes lois d’intermittence. Si le seul crite`re de TDD e´tait Ka > 1, alors il est probable
qu’une TDD se de´clenche trop toˆt dans l’e´volution de la SNIa. Le fait d’attendre Da ∼ 1 et le
re´gime du Well Stirred Reactor, comme le sugge`re Woosley et al. (2009), permet d’exclure une
TDD avant 0, 7 s. Cependant si on demande, en plus, des fluctuations de vitesse turbulente d’au
moins 500 km s−1 (Lisewski et al., 2000), alors, avec les mode`les classiques d’intermittence (log-
poisson et log-normal), la probabilite´ devient quasi nulle. Ro¨pke (2007) a e´tudie´ la turbulence
durant des explosions a` haute re´solution de supernovae. Il trouve des fluctuations de vitesse
sous-maille (suivie par un mode`le k-SGS de Schmidt et al. (2006a,b)) qui ne suivent pas une
loi log-normale et pre´sentent une queue importante aux grandes vitesses. Il trouve alors que la
probabilite´ d’avoir ul > 1000 km s
−1 et ρ ∼ 1×107 g cm−3 dans des cellules regroupe´es dans des
zones d’au moins une masse critique (∼ 10 km) reste importante. Ce qui signifie qu’une TDD
est toujours possible. Dans les e´tudes pre´ce´dentes, l’intensite´ de la turbulence semble avoir e´te´
toujours sous-estime´, ou` du moins son caracte`re intermittent.
Rotation : Enfin Yoon et Langer (2005) ont e´tudie´ le transport du moment cine´tique acquis
lors de la phase pre´-explosion d’accre´tion. Ils trouvent que les couches externes sont en rotation
diffe´rentielle et que, selon certains mode`les de transport, meˆme le coeur pourrait ne pas eˆtre en
rotation solide. Quoiqu’il en soit, meˆme avec la dilatation due a` l’explosion, la vitesse de rotation
dans les couches externes resterait de l’ordre de 1000 km s−1. Ainsi lorsque la de´flagration
atteint ces couches, le cisaillement pourrait injecter une e´nergie suffisante dans la turbulence
pour de´clencher une TDD. Cependant, des e´tudes de de´flagrations dans une naine blanche en
rotation de M.Fink, publie´es dans Hillebrandt et al. (2013), semblent montrer que la de´flagration
est canalise´e le long de l’axe de rotation et n’atteint pas ces re´gions de fort cisaillement.
4.3 Initiation de de´tonations par amplification d’ondes sonores
Dans ce contexte, ou` la transition de´flagration-de´tonation est ne´cessaire pour deux classes
importantes de sce´nario d’explosion, sans qu’aucun me´canisme n’ait clairement e´te´ confirme´,
nous nous sommes inte´resse´s a` un aspect qui a e´te´ tre`s peu e´tudie´ dans le cadre des super-
novae, alors qu’il joue un roˆle important dans d’autres domaines : les ondes acoustiques. Dans le
cadre de la TDD terrestre, elles sont produites continuellement par la flamme et jouent un roˆle
pre´ponde´rant dans la transition, notamment a` travers la formation de chocs. D’autre part, dans
l’e´tude du chauffage de la chromosphe`re solaire, il a e´te´ propose´ de`s les anne´es 60 par Osterbrock
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(1961) puis par Ulmschneider (1990) et Kalkofen (2007) que les ondes sonores puissent jouer un
roˆle important. En effet la zone convective du Soleil est source d’ondes acoustique, qui se propa-
gent vers l’exte´rieur en s’amplifiant dans les gradients de densite´ jusqu’a` former des chocs, qui
chauffent la chromosphe`re. Nous allons montrer dans la suite que ce me´canisme peut s’appliquer
a` la structure d’une naine blanche et que les chocs ainsi obtenus peuvent eˆtre assez puissants,
sous certaines conditions, pour de´clencher une de´tonation. Dans un premier temps, nous allons
de´crire les me´thodes nume´riques qui nous ont permis de mode´liser la propagation et l’amplifi-
cation des ondes sonores dans le milieu de´ge´ne´re´ d’une naine blanche. Ensuite, je pre´senterai
nos re´sultats analytiques et nume´riques sur l’amplification des perturbations acoustiques dans
un gradient de densite´. Finalement, je discuterai des conditions d’ignition d’une de´tonation et
de l’application de ce me´canisme aux supernovae thermonucle´aires.
4.3.1 Le code HERACLES
Pour propager correctement des ondes sonores dans un code hydrodynamique standard (vol-
umes finies, diffe´rences finies), il faut une diffusion nume´rique minimale. Par exemple, ASTRO-
LABE n’est pas capable de propager des ondes sonores de longueur d’onde plus petite que
30% du domaine, il les dissipe. Il faut aussi un nombre de points par pe´riode suffisant pour
e´chantillonner correctement l’onde. Cela impose une re´solution importante, qui n’est possible
qu’en 1D. De plus comme on cherche aussi a` mode´liser la propagation de chocs et leurs effets sur
la gaz, il faut utiliser un sche´ma capable de traiter ces structures. Pour ces raisons, j’ai utilise´
HERACLES de´veloppe´ au CEA par E´douard Audit 1 :
– Code eule´rien 1D, 2D ou 3D,
– sche´ma de type Godunov d’ordre 2,
– ge´ome´trie plane et sphe´rique,
– gravite´ (auto-gravite´ ou acce´le´ration constante).
Ses deux principaux inte´reˆts pour notre e´tudes sont sa faible diffusivite´ compare´ a` ASTRO-
LABE, qui nous permet de mode´liser correctement l’amplification d’ondes sonores et son sche´ma
nume´rique permettant de capturer la dynamique des chocs sur quelques cellules. Il inclut aussi la
gravite´, qui est ne´cessaire pour cre´er les gradients de densite´ requis par notre e´tude, en ge´ome´trie
1D planaire ou sphe´rique.
Cependant l’adaptation aux conditions de´ge´ne´re´s des naines blanches aura ne´cessite´ quelques
de´veloppements de ma part, notamment pour l’e´quation d’e´tat et le re´seau de re´actions ther-
monucle´aires.
4.3.1.1 Formulation conservative des e´quations d’Euler re´actives :
Les e´quations de l’hydrodynamique s’e´crivent :
∂tρ+ ~∇(ρ~u) = 0
∂t~u+ ~u.~∇(~u) = 1ρ ~∇P
∂t+ ~u.~∇() = 1ρP ~∇.~u
1. http://irfu.cea.fr/Projets/Site_heracles/index.html
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Cette forme des e´quations d’Euler est dite primitive, ce sont les e´quations d’e´volution des vari-
ables usuelles : densite´, vitesse et e´nergie. Une autre forme de ces e´quations, dite forme con-
servative, permet d’exploiter les conservations de la masse, de l’impulsion et de l’e´nergie totale
E˜ = E + 12ρu
2 : 
∂tρ+ ~∇(ρ~u) = 0,
∂tρ~u+ ~∇(ρ~u⊗ ~u+ P ) = 0,
∂tE˜ + ~∇[(E˜ + P )~u] = 0,
ou` ~u ⊗ ~u est le produit tensoriel des vecteurs vitesses. Ces e´quations de conservation sont a`
comple´ter par celles de´crivant la gravite´ et la chimie nucle´aire. Ces e´le´ments sont traite´s dans
des e´tapes inde´pendantes. On peut de´finir le vecteur des variables conserve´es ~U et les vecteurs
de flux ~F (~U), ~G(~U), ~H(~U) dans les directions x, y et z respectivement. Le proble`me 1D, qui
nous concerne ici, se re´duit a` :
∂t~U + ∂x ~F (~U) = 0, avec ~U =
 ρρu
E˜
 et ~F =
 ρuρu2 + P
(E˜ + P )u
 . (4.2)
Rappelons que E˜ est l’e´nergie totale, incluant l’e´nergie cine´tique. C’est l’e´quation d’e´volution de
cette variable qui est re´solue dans un code dit conservatif. Or E˜ = Ef +Eth + ρu
2, avec souvent
Eth  Ef . Ainsi, la partie froide de l’e´nergie est connue avec la pre´cision du sche´ma nume´rique,
tandis que la partie thermique, qui correspond a` la tempe´rature et qui dot eˆtre connue avec
pre´cision pour les re´actions thermonucle´aires, n’est pas suivie explicitement, ce qui me`ne a` des
erreurs importantes et inadmissibles sur la tempe´rature. Ce proble`me sera discute´ dans la section
4.3.1.4.
4.3.1.2 Volumes finis et me´thode de Godunov
Lorsqu’on veut re´soudre ces e´quations nume´riquement, l’ordinateur analogique n’existant
malheureusement pas, on doit discre´tiser le proble`me. Une me´thode, qui s’adapte bien a` la
formulation conservative, est le sche´ma des volumes finis. Le milieu est de´coupe´ en une grille
et les variables nume´riques sont de´finies comme la moyenne sur chaque cellule de la variable
analogique :
uni =
1
∆x
∫ xi+1/2
xi−1/2
u(x, tn)dx, (4.3)
ou` l’indice i re´fe`re a` la discre´tisation spatiale et l’indice n repre´sente la discre´tisation temporelle,
c’est a` dire le neme pas de temps. Spatialement, la coordonne´e xi repre´sente le centre des cellules
et les coordonne´es demi-entie`res donnent la position des interfaces, espace´es de ∆x : xi+1/2 =
xi−1/2 + ∆x. On veut calculer le vecteur un+1 des variables a` l’instant tn+1 = tn + ∆t, a` partir
des variables un. Pour ce faire, on va inte´grer les e´quations (4.2) sur [xi−1/2, xi+1/2]× [tn, tn+1] :
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un+1i = u
n
i +
1
∆x
∫ tn+∆t
tn
F (u(xi−1/2, t))dt−
1
∆x
∫ tn+∆t
tn
F (u(xi+1/2, t))dt
= uni +
∆t
∆x
[fi−1/2 − fi+1/2], (4.4)
avec fi−1/2 = 1∆t
∫ tn+∆t
tn F (u(xi−1/2, t))dt, la moyenne temporelle du flux F(u) au niveau de
l’interface xi−1/2. Les e´tats aux interfaces sont donne´ par la solution du proble`me de Riemann,
constitue´ par l’e´tat gauche ~Ui−1 et l’e´tat droite ~Ui a` l’interface xi−1/2. La me´thode de Godunov
suppose que les fi−1/2, qui sont les moyennes temporelles des fonctions flux aux interfaces,
s’e´crivent simplement :
fi−1/2 = F (u∗i−1/2(0)) et fi+1/2 = F (u
∗
i+1/2(0)), (4.5)
ou` u∗i±1/2(0) est la solution du proble`me de Riemann RP (u
n
i−1, u
n
i ) e´value´ en x = 0. C’est une
me´thode d’ordre 1, car les valeurs aux interfaces sont suppose´es eˆtre e´gales aux valeurs moyennes.
HERACLES utilise une meilleure estimation de uni±1/2, obtenue par une extrapolation des vari-
ables depuis l’inte´rieur de la cellule vers l’interface. Cette proce´dure ne´cessite la connaissance
des variables sur deux cellules pour calculer une pente. Cette me´thode donne un ordre spatial de
2. Ensuite, ces valeurs aux interfaces sont avance´es d’un demi pas de temps (u
n+1/2
i±1/2 ), a` partir des
flux calcule´s avec les valeurs des cellules (F (uni )). Ensuite la solution du proble`me de Riemann
avec ces grandeurs est utilise´e pour calculer les flux et les variables au temps tn+1. Ce sche´ma
est d’ordre 2 en espace et en temps.
4.3.1.3 Proble`me de Riemann
Un proble`me de Riemann correspond a` une discontinuite´ initiale entre deux e´tats homoge`nes
a` droite ~UR et a` gauche ~UL :
~U(x, 0) =
{
~UL x < 0
~UR x > 0
.
Ce proble`me dans toute sa ge´ne´ralite´ n’a pas de solution. Cependant sur des temps courts, on
peut line´ariser le syste`me, en revenant aux variables primitives : ~W = (ρ, u, P ). Le syste`me
line´arise´ des e´quations d’e´volution pour ces variables, s’e´crit :
∂tW +A(W )∂xW = 0, avec A(W ) =
u ρ 00 u 1ρ
0 ρc2 u
 . (4.6)
Les valeurs et vecteurs propres de ce syste`mes sont respectivement :
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
λ1 = u− c,
λ2 = u,
λ3 = u+ c.
avec ~K1 = α1
 1−c/ρ
c2
 , ~K2 = α2
10
0
 , ~K3 = α3
 1c/ρ
c2
 . (4.7)
Proble`me line´aire : Le proble`me line´aire consiste a` re´soudre l’e´quation (4.6), dont les coef-
ficients sont constants. Ainsi les valeurs et vecteurs propres sont aussi constants. On peut alors
diagonaliser le proble`me. Notons K = [ ~K1, ~K2, ~K3] la matrice des vecteurs propres. Alors les
variables de´finies par les composantes du vecteur Y = K−1W ve´rifient le syste`me d’e´quations
de´couple´es suivant :
∂tyi + λi∂xyi = 0.
Les yi sont appele´es variables caracte´ristiques. On obtient leur expression en re´solvant les
e´quations diffe´rentielles du premier ordre suivantes :
yi(x, t) = y
0
i (x− λit).
Pour revenir aux variables primitives, on multiplie les variables caracte´ristiques par la matrice
K, W=KY :
Wi(x, t) =
3∑
i=1
y0i (x− λit) ~Ki.
Ainsi la solution W(x,t) est la superposition des trois ondes de motif y0i (x)
~Ki, qui se propagent
inde´pendamment a` la vitesse λi. On en de´duit facilement la solution du proble`me de Riemann
line´aire. En effet les fonction y0i (x) sont des fonctions marches en x=0 et pre´sentent des sauts
pour certaines variables. Notamment le vecteur K2 = [1, 0, 0], permet de montrer qu’il n’y a pas
de saut en pression et en vitesse pour l’onde centrale.
Re´solution du proble`me non-line´aire : La solution de ce proble`me consiste en 4 e´tats
constants se´pare´s par trois ondes e´le´mentaires parmi : onde de rare´faction, choc ou discontinuite´
de contact. L’onde centrale est toujours une discontinuite´ de contact se´parant les deux e´tats
inconnus W ∗L et W
∗
R. La structure ge´ne´rale de la solution est repre´sente´e sur la figure 4.8.
Contrairement au proble`me line´aire, ces ondes se propagent a` des vitesses diffe´rentes de celles
donne´es par les valeurs propres, puisque celles-ci sont diffe´rentes pour chaque e´tat. Ainsi lorsque,
uL + cL < u
∗
L + c
∗
L, l’onde se´parant les deux e´tats WL et W
∗
L est une onde de rare´faction. Dans
le cas oppose´, si uL + cL > u
∗
L + c
∗
L, ces deux e´tats sont se´pare´s par un choc. Ces diffe´rents cas
sont repre´sente´s sur la figure 4.9. Comme P ∗L = P
∗
R = P
∗ et u∗L = u
∗
R = u
∗, d’apre`s l’analyse
line´aire, il ne reste plus qu’a` de´terminer P ∗, u∗, ρ∗L, ρ
∗
R et les vitesses des ondes DL et DR.
Un choc est caracte´rise´ par les relations de saut de Hugoniot, qui e´noncent, a` travers trois
e´quations, la conservation des flux de masse, moment et e´nergie au passage d’une interface.
Pour l’onde de rare´faction, le calcul rigoureux est plus complexe, car il devrait faire intervenir
les quantite´s conserve´es le long des caracte´ristiques. Quoiqu’il en soit, ces conservations donnent
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Figure 4.8 – Structure ge´ne´rale de la solution au proble`me de Riemann RP (WL,WR). Elle est compose´
de 4 e´tats constants se´pare´s par 3 ondes. Les deux e´tats non perturbe´s WL et WR encadrent les e´tats
W ∗L et W
∗
R qui sont se´pare´s par une onde de rare´faction, repre´sente´e par les tirets. Les doubles lignes
continues repre´sentent une ondes, qui peut eˆtre soit un choc soit une onde de rare´faction.
aussi trois e´quations qui ferment le syste`me. Notons que la discontinuite´ de contact centrale ne
donne aucune relation. Pour une e´quation d’e´tat polytropique de nombreux solveurs exacts ou
approche´s existent. Ils calculent efficacement les variables de l’e´tat W ∗ et les vitesses d’ondes,
si ne´cessaire.
En revanche, dans le cas d’une e´quation d’e´tat quelconque, ils sont plus rares et plus com-
plexes. Celui de´crit dans Colella et Glaz (1985) et imple´mente´ dans le code FLASH (Fryxell et al.
(2000)) est tre`s efficace pour les variables hydrodynamiques (pression, e´nergie et vitesse), mais il
pose des proble`mes pour re´soudre la partie thermique du gaz de´ge´ne´re´. Dans ce paragraphe, nous
expliquerons la me´thode utilise´e pour le solveur de Riemann, puis dans le paragraphe suivant
nous verrons comment traiter la tempe´rature dans les cas proble´matiques.
Cette me´thode est fonde´e sur une parame´trisation locale de l’e´quation d’e´tat, a` travers le
Figure 4.9 – Ondes e´le´mentaires solutions du proble`me de Riemann ge´ne´ral. (a) Onde de choc, (b)
discontinuite´ de contact et (c) onde de rare´faction. u1 et u2 sont les vitesses du fluide a` gauche et a`
droite de l’onde.
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coefficient γ = 1 + P/E. Les relations de Hugoniot pour un choc permettent d’e´crire trois
e´quations caracte´risant l’e´tat central : 
[u] = ± [P ]D ,
[P ]
D2
= −[v],
[] = −P [v],
(4.8)
ou` D est la vitesse lagrangienne de l’onde ou le flux de masse traversant le front (D > 0, le signe
traduisant la direction de propagation : + a` droite et − a` gauche),  l’e´nergie spe´cifique, v le
volume spe´cifique et [.] repre´sente la diffe´rence de la quantite´ entre l’e´tat gauche et l’e´tat droit.
Pour des ondes de rare´faction, il n’y a pas de telles relations. De plus, ces ondes se propagent
a` la vitesse locale du son, qui est diffe´rente entre le bord amont et le bord aval de l’onde. Une
onde de rare´faction va s’agrandir avec le temps. Cependant, meˆme si les relations de Hugoniot ne
sont strictement valables que pour le choc, on fait l’approximation que ces relations s’appliquent
aussi a` l’onde de rare´faction. Cela simplifie le proble`me en permettant un traitement e´quivalent
des deux ondes, sans avoir a` de´terminer leur nature respective. De cette fac¸on on peut e´crire
indiffe´remment pour l’onde se de´plac¸ant vers la droite (R) et celle se de´plac¸ant vers la gauche
(L) : {
P ∗ − PL +DL(u∗ − uL) = 0,
P ∗ − PR +DR(u∗ − uR) = 0, (4.9)
Dans la suite on e´crira WS avec S = L ou R. Des relations de Hugoniot (eq. 4.8), on peut tirer
une expression pour la vitesse lagrangienne :
DS = ρSCS
[
1 +
γ + 1
2γ
(
P ∗ − PS
PS
)]1/2
, (4.10)
avec C2S = γSPS/ρS . Comme les pressions et vitesses de l’e´tat inte´rieur sont e´gales (P
∗
L = P
∗
R =
P ∗ et uL = u∗R = u
∗), on peut e´liminer u∗ de l’e´quation (4.9) et calculer P ∗ puis u∗. Graˆce
aux vitesses d’ondes, DL et DR, on peut de´terminer le saut de densite´ a` travers un choc ou une
rare´faction (approximativement dans ce cas) avec les e´quations de conservation :
ρ∗ =
(
ρ−1S −
P ∗ − PS
D2S
)−1
(4.11)
Enfin, connaissant toutes ces grandeurs, il ne reste plus qu’a` de´terminer ou` se trouve l’interface.
Pour cela, on regarde le signe de u∗ : c’est l’e´tat gauche (WL ou W ∗L) si u
∗ > 0 et l’e´tat droit
(WR ou W
∗
R) sinon. Puis, pour choisir entre W et W
∗, on compare les vitesses des ondes : DS/ρS
pour un choc, CS pour le bord externe de la rare´faction et C
∗
S pour le bord interne. Supposons
que u∗ > 0, alors l’interface est dans un des e´tats gauche. Il y a ensuite deux cas. Si P ∗ > PL,
alors l’onde est un choc, car selon l’e´quation (4.9), u∗ < uL, comme sur le sche´ma 4.9(a). Sa
vitesse de propagation par rapport au flot est unique et vaut : DL/ρL. Donc, dans le repe`re du
laboratoire, le choc se propage dans le milieu non perturbe´ a` la vitesse :
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λ∗ =
DL
ρL
− uL (4.12)
Ce qui signifie que si λ∗ < 0, le choc est pousse´ de l’autre cote´ de l’interface et c’est le milieu non
perturbe´ WL qui s’y trouve. Dans le cas λ
∗ > 0, c’est l’e´tat W ∗L. Dans le cas d’une rare´faction,
il faut conside´rer deux vitesses, la vitesse de propagation du front externe dans le milieu non
perturbe´ : λL = CL−uL et la vitesse de propagation de la queue de la rare´faction : λ∗ = C∗L−u∗.
Il y a trois cas possibles. Si λL < 0, la rare´faction est advecte´e par le flot et l’interface se trouve
dans l’e´tat WL, si λ
∗ > 0, la rare´faction est plus rapide que le flot et c’est l’e´tat W ∗L qui est sur
l’interface, le troisie`me cas correspond a` λL > 0 et λ
∗ < 0, ou` l’interface est a` l’inte´rieur de la
rare´faction. On calcul cet e´tat, Wr, par interpolation line´aire entre les deux e´tats autour de la
rare´faction : W ∗L et WL. De la meˆme fac¸on si u
∗ < 0 on remplace WL par WR et uL par −uR.
On peut re´sumer de la fac¸on suivante :
Wi+1/2 =

W ∗ si λ∗ > 0
WS si λS < 0
Wr sinon.
Il ne reste donc plus que le calcul de P ∗. Pour un gaz polytropique, γ est contant et on a
une relation directe entre les vitesse d’onde et P ∗ a` travers l’e´quation (4.10), ce qui permet de
re´soudre directement le syste`me (4.9). Mais pour notre e´quation d’e´tat, γ est variable et il faut
parame´trer cette grandeur (Colella et Glaz, 1985) :
γ∗S = γS + 2(1−
γˆ
Γˆ
)(γˆ − 1)P
∗ − PS
P ∗ + PS
(4.13)
De cette parame´trisation de γ, on tire une expression approximative des vitesse d’ondes :
D2S = ρS(P
∗ − PS)(γS − 1)P
∗ + (γ∗S − 1)(P ∗ + PS)/2
(γS − 1)P ∗ − (γ∗S − 1)PS
. (4.14)
Enfin on peut exprimer les vitesses u∗L et u
∗
R :
u∗S = uS ±
P ∗ − PS
DS
, (4.15)
ce qui permet de clore le syste`me (4.9). On le re´sout ensuite de manie`re ite´rative par la me´thode
de la se´cante. Cette me´thode ne´cessite deux estimations initiales, contrairement a` une me´thode
de Newton-Raphson, mais elle a l’avantage de ne pas ne´cessiter la connaissance des de´rive´s,
puisqu’elle utilise la pente de la corde entre deux estimations successives. Pour la premie`re
estimation, on suppose que les ondes se propagent a` la vitesse du son : D
(1)
S = CSρS , ensuite on
utilise le syste`me (4.9), dans lequel on se de´barrasse de u∗, pour obtenir une expression de P ∗ :
P ∗(1) =
D
(1)
R PL +D
(1)
L PR +D
(1)
R D
(1)
L (ul − ur)
D
(1)
R +D
(1)
L
.
On utilise ensuite l’e´quation (4.15) pour obtenir la premie`re estimation u
∗(1)
S . Finalement on
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utilise ces estimations dans les e´quations (4.14) et (4.13) pour obtenir la deuxie`me estimation
des vitesses d’ondes, D
(2)
S . Puis on re´ite`re le processus ci-dessus pour obtenir P
∗(2) et u∗(2)S . Enfin
si les estimations n’ont pas converge´, c’est a` dire si u
∗(2)
S 6= u∗(1)S , alors on applique la me´thode
la se´cante jusqu’a` que |P ∗(n+1) − P ∗(n)| < 10−7.
Ve´rification du solveur : Pour ve´rifier notre imple´mentation et que les approximations
faites lors de la re´solution du proble`me de Riemann sont raisonnables, on va comparer ce que
donne le solveur a` des re´sultats exacts. Lors d’un choc 1D, les lois de conservations permettent de
connaˆıtre toutes les grandeurs a` partir d’un seul parame`tre, par exemple la vitesse du choc. Pour
cre´er un choc, on envoie un fluide contre un mur a` vitesse constante. Un choc va se de´velopper
contre le mur et remonter le flot. La vitesse du choc est relie´ a` la vitesse du gaz incident par :
u∗ =
ρ∗ − ρ0
ρ∗
D (4.16)
On peut ainsi de manie`re e´quivalente se donner la vitesse du fluide incident et comparer la
tempe´rature du milieu choque´ donne´e par HERACLES et pre´dite par les relations de Hugoniot.
Pour que le test soit le plus significatif possible, on se place dans le cas d’un gaz d’e´lectrons
fortement de´ge´ne´re´s. On enle`ve ainsi les partie radiatives et ioniques qui de´pendent directement
de la tempe´rature et augmentent la de´pendance a` la tempe´rature. Le gaz est initialement a` une
densite´ de 108 g cm−3 et a` une tempe´rature de 107 K, soit un parame`tre de de´ge´ne´rescence
η = 1700 ou encore un rapport Eth/Ef de 2 × 10−6. On projette ensuite ce gaz contre un mur
a` des vitesses de plus en plus e´leve´es pour sonder diffe´rents degre´s de de´ge´ne´rescence. La figure
4.10 montre les comparaisons, pour la tempe´rature T ∗ et la densite´ ρ∗ choque´es, entre les valeurs
pre´dites et simule´s, pour des vitesses de fluide incident allant de 500 a` 5000 km s−1. Cette figure
de´montre que le solveur choisi reproduit bien les conditions correctes de densite´ et tempe´rature
dans le cas de chocs (Cs ∼ 5000 km s−1 et M . 2).
4.3.1.4 Traitement de la tempe´rature et de la chimie thermonucle´aire :
En revanche, pour les parties du flots sans chocs, de petites erreurs sur la tempe´rature
s’accumulent et introduisent une de´rive ne´faste aux temps long. Dans ces zones, j’ai fait le choix
d’utiliser l’e´quation d’e´volution de la partie thermique de l’e´nergie, qui s’e´crit :
∂Eth
∂t
+∇(~uEth) = −Pth∇~u (4.17)
Cette e´quation permet de suivre pre´cise´ment la tempe´rature en l’absence de choc. En revanche
quand un choc est pre´sent, comme cette formulation n’est pas conservative, la tempe´rature au
passage du choc n’est pas correcte. En effet, l’e´quation (4.17) est isentropique et ne peut pas
correctement reproduire la dissipation dans un choc. Finalement, on utilise l’e´nergie thermique
de´duite du solveur de Riemann lorsqu’un choc est pre´sent et sinon on utilise l’e´quation (4.17).
On utilise aussi cette e´quation pour faire l’estimation interme´diaire a` t+ 0, 5dt.
Ce traitement spe´cial de l’e´nergie thermique garantit que son e´volution sera assez pre´cise.
Cependant, connaissant Eth, pour obtenir la tempe´rature il faut inverser l’e´quation :
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Figure 4.10 – A gauche : Densite´ du milieu choque´, ρ∗, en fonction de la vitesse du fluide incident
u∗, pour un gaz d’e´lectrons tre`s de´ge´ne´re´s (ηi = 1700). EN rouge les valeurs simule´es par HERACLES,
compare´ aux pre´diction semi-analytique des e´quation de Hugoniot (en bleu). Cette figure montre que le
solveur de Riemann imple´mente´ permet de traiter correctement les chocs pour l’e´quation d’e´tat de´ge´ne´re´s.
A droite : Meˆme chose pour la tempe´rature du milieu choque´, T ∗. Cette figure montre, que ce solveur
traite correctement la partie thermique meˆme pour des rapport Eth/E tre`s faibles.
Ee
−
th (ne, T ) +
3
2
ne
Z¯
kT + aT 4 = Eth, (4.18)
ou` Z¯ est de´fini par : :
Z¯ =
ne
ni
= A¯
∑
i
ZiXi
Ai
, avec A¯ =
(∑
i
Xi
Ai
)−1
. (4.19)
Or cette inversion est beaucoup trop lourde, pour l’effectuer a` chaque appel de l’e´quation d’e´tat
par le code. J’ai donc choisi de construire une table d’inversion : T (Eth, ne, Z¯). Cependant les
tables de l’EoS e´lectronique en fonction de ne et T sont de´ja` volumineuses pour pouvoir couvrir
le large espace de conditions thermodynamiques rencontre´s dans nos simulation. Il est donc
impossible de prendre beaucoup de points pour Z¯. Heureusement, ce parame`tre varie peu : il
vaut 2 pour de l’he´lium, 48/7 pour un me´lange C+O et 28 pour du nickel. De plus si on tabule
en 1/Z, on doit tabuler de 0, 146 a` 0, 0357 pour le CO et le Ni respectivement. Ainsi, en prenant
10 points de tabulation, on arrive a` δ 1Z ∼ 0, 01 et la pre´cision est suffisante. Notons, que le
choix des parame`tres de tabulation : Eth, ne et Z¯, permet de tirer avantage du fait que l’e´nergie
volumiques des e´lectrons de´pende directement de ne. Ainsi on peut se passer d’un quatrie`me
parame`tre, tel que A¯.
L’imple´mentation des re´actions nucle´aires dans le code HERACLES, utilise une e´tape de
combustion de´couple´e avec plusieurs pas de temps nucle´aires locaux. La combustion est calcule´e
avec un re´seau isochore de´crit dans la partie 3.1. Les pas de temps nucle´aires sont implicites
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et controˆle´s par les variations des fractions de masse. On effectue le nombre de pas de temps
nucle´aire ne´cessaire pour comple´ter un pas de temps hydrodynamique. Celui ci est de´finit par le
minimum des conditions CFL et de la variation d’e´nergie thermique, que l’on souhaite limiter a`
quelques pour-cents. Limiter ainsi le pas de temps hydrodynamique par la libe´ration d’e´nergie
thermonucle´aire, permet de reproduire correctement le couplage re´actions-hydrodynamique. De
cette fac¸on, HERACLES est capable de reproduire les de´tonations a` haute re´solution calcule´es
avec ASTROLABE. Mais a` cause de la re´solution beaucoup plus faible, on passe en quelques
cellules de l’e´tat initial a` l’e´tat final, ou` la combustion est termine´e. Mais meˆme sans re´soudre
la zone de combustion, l’e´tat final est le bon, graˆce au solveur conservatif qui reproduit bien
les conditions post-choc et graˆce au re´seau thermonucle´aire qui en faisant de nombreux pas de
temps nucle´aires permet de mode´liser correctement la combustion derrie`re le choc.
4.3.2 E´volution des perturbations de pression
La propagation correcte d’ondes acoustiques dans un code hydrodynamique n’e´tant pas
garantie, nous allons nous attacher maintenant a` construire des pre´dictions semi-analytiques
sur la propagation et l’amplification des ondes sonores. Ces pre´dictions rigoureuses permettront
ensuite de valider la mode´lisation nume´rique avec HERACLES.
4.3.2.1 Ondes sonores
Conside´rons tout d’abord un milieu homoge`ne au repos de densite´ ρ0 et pression P0. Soit
maintenant une petite perturbation de cet e´quilibre due, par exemple, a` la libe´ration d’e´nergie
nucle´aire dans la flamme turbulente. On notera v, ρ′ et P ′ les perturbations, respectivement de
vitesse, densite´ et pression. Elles ve´rifient :
∂t(ρ0 + ρ
′) + ∂x((ρ0 + ρ′)v) = 0 (4.20)
(ρ0 + ρ
′)∂tv + (ρ0 + ρ′)v∂xv = −∂x(P0 + P ′). (4.21)
Les valeurs au repos ve´rifient : ∂tρ0 = ∂xρ0 = ∂xP0 = 0. D’autre part, en ne´gligeant les termes
d’ordres deux, tels que v∂xv ou ∂x(ρ
′v), il reste :
∂tρ
′ + ρ0∂xv = 0 (4.22)
ρ0∂tv + ∂xP
′ = 0 (4.23)
Tant que l’amplitude de ces perturbation reste faible, l’onde est adiabatique et P ′ = ∂P∂ρ
∣∣∣
S
ρ′.
En remplac¸ant P ′ dans l’e´quation pre´ce´dente, puis en de´rivant la premie`re selon x, la seconde
selon t et en en faisant la diffe´rence, on obtient l’e´quation d’onde suivante :
∂2ρ′
∂t2
− C2s
∂2ρ′
∂x2
= 0, (4.24)
ou` Cs est la vitesse de l’onde sonore est vaut :
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Cs =
√
∂P
∂ρ
∣∣∣∣
S
(4.25)
On sait qu’une e´quation d’onde admet pour solution ge´ne´rale ρ′(x, t) = f(x − ct) + g(x + ct),
avec f et g des fonctions quelconques. Cette solution est la superposition de deux profils f et g
se propageant dans le sens des x positifs et ne´gatifs respectivement. Supposons ρ′ = f(x − ct),
alors de l’e´quation (4.23), on de´duit : −cf ′(x− ct) + ρ0∂xv = 0, et donc que :
v = Cs
ρ′
ρ0
. (4.26)
Cela implique que vitesse, densite´ et pression oscillent en phase : le maximum de compression
correspond au maximum de vitesse et de pression.
4.3.2.2 De´ge´ne´re´scence des ondes sonores et formation de chocs
Pre´ce´demment, pour de´river l’e´quation d’ondes (4.24), on a suppose´ la vitesse du son con-
stante. C’est le cas uniquement dans la limite ou` la perturbation est infiniment petite. Dans le
cas ge´ne´ral, chaque point de la perturbation aura une vitesse de propagation de´pendant de sa
densite´. Soit une onde de pression de profils de densite´ ρ(t) et de vitesse v(t). A` l’ordre 0, qui
correspond au cas d’une onde sonore d’amplitude faible, la vitesse de propagation d’un point du
profil est c = Cs(ρ0). Lorsqu’on tient compte du fait que la vitesse du son de´pend de la densite´
ρ = ρ0 + ρ
′, la vitesse de propagation d’un point du profil de densite´ ρ s’e´crit :
c(ρ) = Cs(ρ0) + ρ
′dCs
dρ
(ρ0). (4.27)
Comme on a ρ′ = ρ0v/Cs,0 (e´quation 4.26) et dCsdρ e´tant une constante ne de´pendant que de
l’e´quation d’e´tat, on a :
c(ρ) = Cs,0 + αv, (4.28)
avec α = ρ0Cs,0
dCs
dρ . Pour un gaz polytropique, on a α =
1
2(γ + 1) (Landau et Lifshitz (1959)
p 385). Ainsi dans le re´fe´rentiel de l’onde, le point d’amplitude v se de´place a` la vitesse αv.
D’autre part, les zones de compression avanc¸ant plus vite que les zones de de´compression, le
profil se de´forme jusqu’a` ce qu’une discontinuite´ se forme. La figure 4.11 repre´sente ce processus
de formation d’onde de choc, pour une onde sonore initialement sinuso¨ıdale. Soit λ la longueur
d’onde du signal et v0 son amplitude. Un choc se forme quand les creˆtes de vitesse relative +v0
rejoignent les creux de vitesse relative −v0. Creux et creˆtes sont se´pare´s de λ/2 et leur vitesse
relative est de 2αv0, ainsi le choc se forme a` : tchoc = λ/4αv0 apre`s une distance de formation
de choc : dchoc = λCs/4αv0. A` ce moment, l’onde initialement sinuso¨ıdale s’est transforme´e en
une succession de chocs en dent de scie, se´pare´s de λ.
Pour une onde acoustique, la surpression est tre`s petite devant la pression du milieu. Il en
sera de meˆme pour le choc forme´. Soit η la force du choc, de´finie par η = (ρ+− ρ−)/ρ− avec ρ+
et ρ− les densite´s post- et pre-choc. Alors le choc forme´ a` partir d’une onde acoustique ve´rifiera
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Figure 4.11 – A gauche : Onde sonore initiale, dont le profil de vitesse est une sinuso¨ıde d’amplitude
v0. Alors le point de vitesse v0 se propage a` la vitesse c = Cs,0 + αv0 alors que celui de vitesse −v0 se
propage avec un de´ficit de −αv0. La vitesse relative d’une creˆte par rapport a` un creux est donc de 2αv0.
A droite : Cette diffe´rence de vitesse de propagation entre les points du profil entraˆıne une de´formation,
qui me`ne a` la formation d’un choc, lorsque le point de creˆte de´passe le point central a` v = 0. A cet instant
un choc se forme, repre´sente´ par la ligne verticale rouge.
η  1, on dit que c’est un choc faible. Dans ce cas, les relations de Hugoniot se re´duisent a` :
∆u = Csη
∆P = ρC2sη (4.29)
et le nombre de Mach du choc est de 1, c’est a` dire qu’il se propage a` la vitesse du son.
4.3.2.3 Dissipation d’une onde de choc
Conside´rons maintenant un tel signal d’amplitude initiale v0 et de longueur d’onde λ. Ce
signal va conserver la meˆme forme et surtout les meˆmes pe´riode et longueur d’onde, mais nous
allons montrer que son amplitude va de´croˆıtre du fait de la dissipation d’e´nergie cine´tique au
passage du choc. Cherchons l’expression de vt, l’amplitude du signal a` un instant t. Pour cela, on
suivra le raisonnement de Landau et Lifshitz (1959). La figure 4.12 permettra d’en visualiser les
diffe´rentes e´tapes. Notons X le point du profil initial dont la vitesse est vt. Ce point X parcourt,
dans le re´fe´rentiel du choc et pendant la dure´e t, une distance αvtt. En effet, le choc se propage
a` la vitesse du son et ce point du profil a` la vitesse donne´e par l’e´quation (4.28). A` l’instant
t, quand l’amplitude du choc est vt, ce point se trouve au niveau du front de choc. D’autre
part, l’abscisse de ce point a` l’instant t = 0 est vtλ/2v0. Donc la condition de pe´riode constante
s’e´crit : vtλ/2v0 + αtvt = λ/2. On en de´duit l’amplitude vt en fonction du temps :
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Figure 4.12 – Train d’ondes en dent de scie, repre´sente´ en trait plein a` l’instant t = 0 et en tirets
a` l’instant t > 0. Initialement d’amplitude v0, apre`s propagation durant un temps t son amplitude est
vt. En revanche la pe´riode et la longueur d’onde sont constantes. Pour calculer cette amplitude et en
de´duire la dissipation dans le choc, on utilise le fait que le point d’amplitude vt du profil initial, note´ X,
se propage a` la vitesse c = Cs,0 + αvt et se trouve au niveau du choc a` l’instant t. D’autre part, on voit
ge´ome´triquement que son abscisse initiale est x = vtλ/2v0. Comme la longueur d’onde reste constante, on
en de´duit l’expression de vt (e´quation 4.30). On notera que par souci de simplification, la vitesse affiche´e
est celle dans le re´fe´rentiel de l’onde, alors que la repre´sentation des profils est faite dans le re´fe´rentiel
de l’observateur.
vt =
v0
1 + 2αv0t/λ
. (4.30)
Pour estimer la dissipation, qui est l’e´nergie cine´tique perdue par l’onde par seconde, calculons
l’e´nergie (par unite´ de surface de l’onde) contenue a` l’instant t dans une longueur d’onde :
Et = ρ0
∫ λ
0
v2 =
1
3
ρ0v
2
t λ. (4.31)
Cette onde se propageant globalement a` la vitesse du son, le flux transporte´ par le train d’ondes
devient :
Ft = EtCs/λ =
1
3
ρ0v
2
tCs. (4.32)
La dissipation d’une telle onde est simplement la variation temporelle du flux :
D =
dFt
dt
=
2
3
ρ0Cs2vt
dvt
dt
=
2
3
ρ0Cs2vt(− α
λ/2
v2t ).
Cette expression est valable pour des chocs faibles, η . 1. En effet le profil du choc doit eˆtre
en dent de scie, comme sur la figure 4.12. Or c’est le cas pour des chocs faibles (Ulmschneider,
1970). D’autre part, pour des chocs faibles, on peut utiliser les relations de Hugoniot (eqs. 4.29)
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pour exprimer cette dissipation en fonction du seul parame`tre de force du choc, η. Ainsi, en
utilisant l’expression de vt donne´e par l’e´quation (4.30), on obtient le taux de dissipation :
dFt
dt
= −Ft(γ + 1)ην,
ou` ν = 1/T est la fre´quence. Notons que la dissipation par seconde est plus forte pour des ondes
de grande fre´quence, car il y a plus de chocs par seconde. Elle augmente aussi avec la force du
choc. Ici la variable t = x/Cs est propre a` chaque signal du train d’onde et correspond au temps
depuis l’initiation de l’onde. On peut aussi exprimer la dissipation en fonction de la variable
spatiale x = Cst :
dF
dr
=
dt
dr
dFt
dt
= −(γ + 1)ην
Cs
Ft (4.33)
Quelle que soit son amplitude, une onde sonore finira toujours par former un choc. Ensuite, elle
dissipe son e´nergie selon (4.33), jusqu’a` se dissiper comple`tement.
4.3.3 Perturbations de pression dans un gradient de densite´
4.3.3.1 Expression semi-analytique
Conside´rons maintenant un milieu stratifie´ par la gravite´, ou` ρ(h) diminue avec la hauteur
h, variant entre 0 et H, la hauteur totale du domaine. Le flux de Poynting d’une onde sonore
d’amplitude de vitesse v est F = 12ρv
2Cs. Cette quantite´ correspond a` l’e´nergie transporte´e par
cette onde. Dans le re´gime acoustique, ou` il n’y a pas de dissipation, ce flux est conserve´. Ainsi
si une perturbation d’amplitude v0 est ge´ne´re´e a` la hauteur h = 0, v(h) sera amplifie´e, pour
compenser la diminution de ρ et Cs, selon :
v(h) = v0
√
ρ0Cs,0
ρ(h)Cs(h)
. (4.34)
Ainsi, en se propageant verticalement, une onde va ralentir, car Cs diminue. Son amplitude va
augmenter pour conserver le flux. Cette amplification continue tant qu’il n’y a pas de dissipation,
c’est a` dire tant qu’aucun choc ne s’est forme´. Comme dans le paragraphe pre´ce´dent, on peut
estimer la hauteur de formation d’un choc, par le moment ou` creˆtes et creux se rejoignent. La
diffe´rence ici est que la vitesse des creˆtes et creux varie avec la hauteur, ainsi tchoc ve´rifie :∫ tchoc
0
v(h(t))dt =
λ
4α
D’autre part, la longueur d’onde n’est pas constante non plus mais varie avec la vitesse du son :
λ = Cs(h)T0, avec T0 la pe´riode de l’onde qui, elle, se conserve. Enfin, l’onde se propageant a`
la vitesse du son, Cs, on a dh = Csdt. On en de´duit que la hauteur de formation de choc, Hsh,
ve´rifie :
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Figure 4.13 – Hauteur de formation des chocs pour une perturbation d’amplitude initiale
v0 = 100 km s
−1, en ge´ome´trie plane et sphe´rique, en fonction de la longueur d’onde initiale (nor-
malise´e par la hauteur du gradient (H = 5000 km) dans le cas plan ou le rayon de la naine blanche
(R = 1400 km) dans le cas sphe´rique).
1
Cs(Hsh)
∫ Hsh
0
v0
√
ρ0Cs,0
ρCs
dh
Cs
=
T0
4α
. (4.35)
Cette grandeur de´pend de la structure en densite´ ainsi que de l’e´quation d’e´tat. On utilise ici
l’e´quation d’e´tat re´elle du plasma d’e´lectrons de´ge´ne´re´s, d’ions et de photons, qui ne´cessitera
donc un traitement semi-analytique. De l’e´quation (4.35), on peut de´ja` de´duire deux tendances :
les petites longueurs d’onde et les grandes amplitudes forment plus rapidement un choc que les
grandes longueurs d’onde et faibles amplitudes. La hauteur de formation des chocs est repre´sente´e
sur la figure 4.13, en fonction de la longueur d’onde initiale, pour une amplitude initiale de
v0 = 100 km s
−1 et pour un gradient produit par une gravite´ constante : g = 6 × 109 cm s−2
(correspondant a` la gravite´ d’une masse solaire a` 1500 km).
Une fois le choc forme´, l’onde commence a` dissiper son e´nergie, le flux n’est donc plus conserve´e
et l’amplification est contrebalance´e par la dissipation. L’amplitude n’obe´it plus a` l’e´quation
(4.34). Dans ce re´gime de chocs faibles, il faut de´river une e´quation d’e´volution spe´cifique. La
variable pertinente e´tant la force du choc η, nous allons de´river l’e´quation d’e´volution de cette
grandeur. Le flux d’e´nergie transporte´e par un train d’ondes en dents de scie est donne´ par
l’e´quation (4.32). Dans le cas de chocs faible, ou` ∆u = ηCs et ∆P = ρC
2
sη et en utilisant
γ(h) = 1 + P (h)/E(h), elle se re´duit a` :
F =
1
12
γP0Csη
2. (4.36)
Notons que γ n’est pas constant pour un plasma de´ge´ne´re´. Il est de´termine´, ainsi que P0 et Cs,
par la structure hydrostatique. L’e´volution de η se de´duit de l’e´volution du flux F , qui diminue
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a` cause de la dissipation, dont l’expression est donne´e par l’e´quation (4.33). On en de´duit :
dF
dh
= F
γ + 1
Cs
ην
⇔ F
(
1
γ
dγ
dh
+
1
P0
dP0
dh
+
1
Cs
dCs
dh
+
2
η
dη
dh
)
= −F γ + 1
Cs
ην.
On peut ensuite calculer la de´rive´ de η en fonction de la hauteur : dη/dh. Le terme de gradient
de pression est fixe´ par l’e´quilibre hydrostatique : dP0/dh = −ρg, puis en utilisant le fait que
P = ρC2s/γ, on en tire :
1
P0
dP0
dh = − γgC2s . Ce qui donne finalement, pour l’e´quation d’e´volution de
la force d’un choc dans un gradient de densite´ :
dη
dh
=
η
2
(
−1
γ
dγ
dh
+
γg
C2s
− 1
2C2s
dC2s
dh
− γ + 1
Cs
ην
)
. (4.37)
D’autre part, Osterbrock (1961) a montre´ que, pour des chocs faibles, la quantite´ conserve´e
est en fait FC2s . L’inclusion de cet effet de re´fraction ajoute un facteur supple´mentaire
1
C2s
dC2s
dh .
L’e´quation (4.37) peut ensuite eˆtre inte´gre´e pour obtenir la force du choc η(h) pour des valeurs
donne´es de hauteur de formation et de force initiale du choc η0. Notons que le terme de pression,
γg/C2s , et le taux de dissipation d’e´nergie, (γ + 1)ην/CS , dominent le membre de droite de
l’e´quation (4.37). Le comportement asymptotique de la force de choc peut eˆtre obtenu en e´galant
ces deux termes, pour obtenir :
η∞ =
γg
(γ + 1)Csν
. (4.38)
Cette valeur asymptotique de´pend uniquement de la fre´quence des perturbations. Ainsi, quelle
que soit son amplitude, une perturbation de fre´quence ν tendra vers la meˆme valeur asympto-
tique : η∞,ν(h).
4.3.3.2 Validation de la mode´lisation nume´rique de la propagation des ondes
La mode´lisation de la propagation d’ondes sonores est toujours difficile dans les codes hydro-
dynamiques, car la diffusion nume´rique intrinse`que peut les disperser. C’est notamment le cas
avec le code ASTROLABE, qui pre´sente une forte dissipation nume´rique. HERACLES est net-
tement moins dissipatif. C’est pour cela que nous avons choisi ce code, meˆme si l’imple´mentation
de la physique thermique y est plus complexe et la re´solution moins e´leve´e. Pour re´soudre les
ondes sonores avec une dissipation minimale, elles doivent eˆtre bien e´chantillonne´es, spatiale-
ment et temporellement, avec suffisamment de points par longueur d’onde et de pas de temps
par pe´riode.
Pour ve´rifier la capacite´ du code HERACLES a` propager des ondes sonores sans trop de
dissipation, nous avons initie´ des ondes de diffe´rentes fre´quences a` amplitude donne´e puis mesure´
l’amplitude apre`s traverse´e du domaine. Pour cela, on impose des oscillations de densite´ et de
moment dans les cellules fantoˆmes :
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{
ρ(h = 0) = ρ0(1− u0sin(2piνt)/Cs,0),
ρu(h = 0) = −ρ0v0sin(2piνt). (4.39)
L’amplitude de la perturbation de vitesse v0 et la longueur d’onde λ0 = Cs,0/ν sont les parame`tres
libres de notre e´tude. Pour le bord exte´rieur, il a fallu construire des conditions aux limites
transmissives, capables de laisser sortir les chocs sans les re´fle´chir. Celles-ci se basent sur deux
cellules fantoˆmes d’indice nx + 1 et nx + 2. Les chocs e´tant relativement faibles, on conside`re
que ρ(nx + 1) et ρ(nx + 2) sont constants. Ils sont calcule´s lors de l’initialisation de la structure.
La condition sur la vitesse dans ces cellules de´pend du moment dans les deux dernie`res cellules.
Comme la structure n’est pas stable pour un code conservatif, il est ne´cessaire d’imposer une
condition re´flexive lorsque, en l’absence de chocs, les vitesses sont faibles (< 100 km s−1) : si
|ρu(nx)| < ρ(nx + 1) × 100 km s−1, alors ρu(nx + 1) = −ρu(nx) et ρu(nx + 2) = −ρu(nx − 1).
Cette condition permet a` la structure d’eˆtre stable en l’absence d’ondes ou de chocs. Ensuite,
pour des vitesses positives plus importantes : ρu(nx) > ρ(nx + 1) × 100 km s−1, le fluide sort
librement : ρu(nx+2) = ρu(nx+1) = −ρ(nx+1)×100 km s−1. Enfin, pour des vitesses ne´gatives
importantes, de la matie`re entre dans le domaine. Dans ce cas on extrapole pre´cise´ment les con-
ditions de vitesse a` partir de u(nz) et u(nz − 1). Si u(nz − 1) < u(nz), on est dans la partie
line´airement de´croissante derrie`re un choc, on calcul la vitesse du fluide dans les cellules fantoˆme
comme une extrapolation line´aire :{
ρu(nx + 1) = ρ(nx + 1)(2u(nz)− u(nz − 1)),
ρu(nx + 2) = ρ(nx + 2)(3u(nz)− 2u(nz − 1)). (4.40)
Si au contraire, u(nz− 1) > u(nz), ces cellules se trouvent dans le front du choc. Ces conditions
peu fre´quentes sont traite´es de manie`re approche´e : ρu(nx+2) = ρ(nx+2)u(nx) et ρu(nx+1) =
ρ(nx + 1)u(nx). La matie`re qui rentre dans le domaine est prise aux meˆmes tempe´rature et
composition que celles de la dernie`re cellule. Pour finir, nous avons ve´rifie´ que ces conditions
aux limites e´taient capables de laisser passer un choc sans re´flexion, dans un milieu homoge`ne
et dans le cas d’une structure hydrostatique.
Pour une grille de 1500 points, les pertes nume´riques sont de seulement 5% pour une longueur
d’onde de 1/30 du domaine, ce qui correspond a` 50 points par pe´riode. Pour des longueurs d’onde
plus grandes, les pertes sont plus petites : 2% a` 1/20 et infe´rieure a` 1% a` plus de 1/10. Comme
on le verra plus tard, les fre´quences spatiales supe´rieures a` 1/20 ne sont pas pertinentes pour le
proble`me conside´re´ ici, donc le code HERACLES est bien adapte´ pour l’e´tude pre´sente. Ensuite,
pour valider l’amplification des ondes sonores a` travers le gradient, on compare l’e´volution de per-
turbations simule´es avec HERACLES, d’abord a` l’e´quation (4.34) dans le re´gime non-dissipatif
puis aux pre´dictions de l’e´quation (4.37), lorsque l’onde s’est transforme´e en choc. La figure
4.15 compare l’amplification d’une perturbation d’amplitude initiale v0 = 100 km s
−1, simule´e
en bleu, aux pre´dictions de l’e´quation (4.34) en rouge. Tant que le choc ne s’est pas forme´e,
l’amplitude simule´e correspond a` celle pre´dite. Ensuite, dans le re´gime dissipatif de propagation
de chocs, les simulations sont compare´es a` l’e´quation (4.37), qui permet de calculer la force du
choc a` une position donne´e en fonction de sa fre´quence et de l’amplitude du choc au moment de
sa formation. Ces re´sultats sont compare´s sur la figure 4.14 qui montre que le code HERACLES
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reproduit tre`s bien les pre´dictions semi-analytiques et converge bien vers les valeurs asympto-
tiques de l’e´quation (4.38). Ces calculs ont e´te´ re´alise´s pour trois longueurs d’ondes diffe´rentes
(λ0 = H/4, H/10 et H/20, avec H la hauteur du domaine) et a` trois amplitudes diffe´rentes
(v0 = 200, 100 et 50 km s
−1) pour chacune d’elles.
Ces quelques tests permettent de valider nos simulations hydrodynamiques, quant a` l’ampli-
fication d’ondes sonores, la formation de choc puis leur dissipation.
4.3.4 Ignition par choc : cas plan
Les re´sultats analytiques de la section pre´ce´dente peuvent pre´dire assez pre´cise´ment l’inten-
site´ du choc et de la dissipation en fonction de l’altitude h. Mais l’allumage d’une de´tonation
de´pend de la cine´tique des re´actions thermonucle´aires couple´e a` l’hydrodynamique des chocs, ce
qui ne peut plus eˆtre de´crit analytiquement. On a montre´, dans la section pre´ce´dente, que HERA-
CLES e´tait capable de simuler correctement la propagation et l’amplification des perturbations.
Nous allons donc e´tudier l’ignition a` l’aide de simulations hydrodynamiques des perturbations
couple´es au re´seau de re´actions thermonucle´aires de´crit pre´ce´demment.
Tout d’abord, nous commencerons par e´tudier le cas d’une ge´ome´trie plane, correspondant a`
une atmosphe`re plan-paralle`le, ou` le rayon de courbure peut eˆtre ne´glige´. Nous conside´rerons une
colonne verticale, avec h mesurant la hauteur depuis la base (h = 0) jusqu’en haut du domaine
(h = H). Cela nous permettra de valider notre mode´lisation nume´rique avant de simuler des
syste`mes se rapprochant plus de la re´alite´.
4.3.4.1 Performances du code pour cette e´tude
Tout d’abord, les conditions initiales d’e´quilibre hydrostatique ne sont pas faciles a` maintenir
pour un code conservatif. En effet, sans sche´ma spe´cifique incluant la gravite´ dans le calcul
des proble`mes de Riemann, un e´quilibre initial se de´stabilise. Or le traitement de la gravite´
dans HERACLES, consiste en une modification de l’estimation aux interfaces en t + dt/2 par
l’acce´le´ration de la gravite´ puis une e´tape apre`s le sche´ma hydro, ou` les variables sont modifie´es
par la gravite´ sur dt. Ce de´couplage entre hydro et gravite´ induit des de´rives de l’e´quilibre
hydrostatique. Cependant elles sont proportionnelles a` la re´solution utilise´e pour re´soudre le
gradient de pression et celle utilise´e, de 1500 points pour quatre ordres de grandeur en pression et
suffisante pour re´duire la vitesse a` un niveau ne´gligeable sur les courtes dure´es simule´es ici. Enfin,
pour partir d’un e´tat initial le plus proche possible de l’e´quilibre, on inte`gre nume´riquement (a`
cause de l’e´quation d’e´tat d’indice γ variable), avec une me´thode Newton-Raphson, l’e´quation
d’e´quilibre hydrostatique avec une re´solution δNRx = 0, 1δx, dix fois plus e´leve´e que la re´solution
de nos simulations. Ensuite on reconstruit la densite´ a` partir de la moyenne sur δx = 10δ
NR
x . De
cette fac¸on l’e´quilibre se maintient suffisamment longtemps pour nos e´tudes.
Nous avons montre´ dans la partie pre´ce´dente que le code HERACLES couple´ au re´seau a` 13
espe`ces e´tait capable de propager correctement une de´tonation. Ici, le proble`me concerne l’igni-
tion qui reste non-re´solue aux e´chelles simule´es. Cependant le me´canisme d’ignition de´crit dans
la suite ne repose que sur des principes premiers : la compression et le chauffage par chocs dans
des gradients naturels de densite´ et tempe´rature, ainsi que la capacite´ de l’e´coulement a` confine´
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Figure 4.14 – Cette figure repre´sente la force du choc, η, en fonction de la hauteur, h. Les croix sont des
mesures directes sur les simulations nume´riques avec HERACLES. On a simule´ trois longueurs d’onde
initiales diffe´rentes (λ0 = H/5, H/10 et H/20, avec H la hauteur du domaine et pour une vitesse du
son initiale de Cs,0 = 10 500 km s
−1) et pour chacune de ces longueurs d’onde, trois amplitudes (200,
100, 50 km s−1) trace´es en magenta, vert et bleu respectivement. Ensuite, a` partir de la mesure initiale
de la force du choc, l’e´quation (4.37) a e´te´ inte´gre´e pour calculer le profil semi-analytique η(h), que
l’on compare ensuite aux valeurs purement nume´riques. Ces profils sont trace´s en traits pointille´s noirs
et correspondent tre`s bien aux forces de choc obtenues avec HERACLES. Ensuite pour chaque famille
de longueur d’onde, on a trace´ en trait continu l’asymptote, donne´e par l’e´quation (4.38), vers laquelle
les forces de choc, d’une longueur d’onde donne´e, doivent converger, quelle que soit l’amplitude initiale
(λ0 = H/20, H/10, H/5 en rouge, magenta et noir respectivement).
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la zone d’ignition pour permettre l’accumulation de pression. Il n’y a pas de crite`res artificiels
ou de seuils pour l’allumage. Ge´ne´ralement, lors de l’ignition, une seule cellule s’emballe, lorsque
la densite´ et la tempe´rature y sont suffisantes pour que le chauffage duˆ a` la combustion soit plus
rapide que le refroidissement suivant le choc. Alors, la combustion dans cette cellule ge´ne`re une
surpression suffisante pour comprimer les cellules voisines, qui, dans le gradient suivant le choc,
peuvent amplifier puis propager la de´tonation. Cependant l’e´chelle d’allumage n’est pas re´solue.
Mais puisque la densite´ et la tempe´rature sont moyenne´es sur la cellule, les conditions d’allumage
sous-re´solues sont une limite infe´rieure. En effet, l’ignition a lieu dans la zone de de´compression
suivant le choc, ou` la tempe´rature et la densite´ diminuent pratiquement line´airement a` partir de
l’e´tat post-choc. Ainsi a` l’inte´rieur de la cellule de´tonante, la re´gion non re´solue de densite´ et de
tempe´rature maximale s’emballerait plus rapidement que la cellule entie`re, dont les tempe´ratures
et densite´ sont les moyennes sur la cellule.
Pour eˆtre encore plus confiant sur l’ignition de la de´tonation, nous calculerons, dans le
paragraphe 4.3.4.3, le gradient des temps d’induction derrie`re le choc au moment de l’ignition.
Nous verrons que ce gradient est sonique et pourrait correspondre aux conditions ne´cessaires du
me´canisme de Zel’dovich de´crit pre´ce´demment (§4.1.3). D’autre part dans ce meˆme paragraphe,
nous utiliseront le code ASTROLABE et sa grilla adaptative pour simuler de manie`re re´solue
l’ignition de la de´tonation, dans un cas type.
4.3.4.2 Conditions d’ignition pour ce me´canisme d’amplification
Nous analyserons ici la propagation et l’amplification d’ondes sonores dans la ge´ome´trie
plan-paralle`le, puis les effets thermiques de la dissipation des chocs forme´s. Pour cette e´tude,
nous avons mode´lise´ une structure en e´quilibre hydrostatique avec une densite´ maximale de
ρ0 = 5 × 109 g cm−3 diminuant jusqu’a` une densite´ de 1 × 104 g cm−3, sur une hauteur de
H = 5000 km, c’est a` dire environ 9 e´chelles de hauteur. Le choix de cette limite infe´rieure
en densite´ correspond au seuil ou` l’allumage thermonucle´aire n’est plus possible. La gravite´ est
fixe´e a` : g = GM/(1500 km)2 ∼ 6×109 cm s−2 et la vitesse du son a` l’altitude h = 0 est Cs,0 =
10 500 km s−1. Les perturbations, initialement d’amplitude v0 et de longueur d’onde λ0, sont
initie´es en h = 0. Leur e´volution a` travers ce fort gradient de densite´ est suivie jusqu’a` l’ignition
des re´actions thermonucle´aires. L’e´quation (4.35), donnant une estimation de la hauteur Hsh
a` laquelle un choc va se former dans ce gradient est trace´e en fonction de λ0 dans la figure
4.13. Elle donne une bonne estimation de la hauteur a` laquelle une perturbation commence a`
dissiper son e´nergie cine´tique et a` chauffer le milieu. Plus les longueurs d’onde sont courtes et les
perturbations importantes et plus celles-ci commencent a` se dissiper rapidement. La hauteur Hsh
de´finit si le chauffage se produira dans des re´gions ou` la densite´ est suffisante pour l’allumage,
lorsque Hsh < H. Dans ce cas, le taux de chauffage augmente avec l’amplitude de la perturbation
v0 et l’ignition d’une de´tonation ne´cessite seulement un nombre suffisant de chocs pour atteindre
la tempe´rature d’ignition. En revanche, lorsque Hsh > H, les chocs se forment trop tard, dans
des re´gions de faible densite´, ou` la de´tonation n’est plus possible, quel que soit le nombre de
chocs.
La longueur d’onde de la perturbation joue un roˆle majeur dans le processus d’allumage.
En effet, les perturbations de courte longueur d’onde vont ge´ne´rer un train de chocs de faible
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Figure 4.15 – A gauche : Propagation et amplification d’une perturbation dans un milieu stratifie´ de
ge´ome´trie plan paralle`le. L’amplitude et la longueur d’onde initiales sont respectivement v0 = 100 km s
−1
et λ0 = 0, 05H. La vitesse fluide calcule´e avec HERACLES en bleu, est compare´e a` l’amplification pre´dite
par l’e´quation (4.34) en l’absence de dissipation (en rouge). La vitesse simule´e de´croche lorsqu’un choc se
forme et dissipe son e´nergie cine´tique. Cette dissipation, chauffe le plasma (tempe´rature a` trois instant
successifs en noir). A droite : Meˆme chose pour une perturbation de longueur d’onde λ0 = 0, 5H. Dans
ce cas le choc se forme plus tard et la vitesse simule´e colle a` la pre´diction sans dissipation beaucoup plus
longtemps. Il en re´sulte un choc beaucoup plus fort lors de sa formation, qui chauffe suffisamment pour
de´clencher une de´tonation imme´diatement derrie`re le front, la` ou` la tempe´rature est maximale avant que
la de´compression n’ait lieu.
amplitude dont la faible dissipation, en s’accumulant, ame`ne a` la tempe´rature d’allumage. In-
versement, une perturbation de grande longueur d’onde peut ge´ne´rer un choc puissant pour
lequel les conditions post-chocs sont suffisantes pour initier une de´tonation directement. Pour
mettre en e´vidence ces diffe´rences, nous avons choisi une petite perturbation de nombre de Mach
M = 0, 01, correspondant a` une amplitude de la vitesse de v0 = 100 km s
−1 et nous avons fait
varier la longueur d’onde d’un ordre de grandeur.
Petites longueurs d’onde : Conside´rons d’abord une perturbation de courte longueur d’onde
λ0 = 0, 05H = 263 km, correspondant a` une fre´quence de 40 Hz. Le choc se forme a` une
hauteur d’environ 2500 km, ce qui correspond aux pre´dictions de l’e´quation (4.35). A` partir de
la`, l’amplitude simule´e, en bleu sur la figure 4.15(a), de´croche de la pre´diction de l’e´quation (4.34)
en rouge, qui repre´sente une e´volution non-dissipative. En effet, le choc commence a` chauffer
le plasma par dissipation de son e´nergie cine´tique et son amplitude diminue. Ce chauffage est
illustre´ par les trois courbes noires, repre´sentant la tempe´rature a` trois instants successifs. Dans
ce cas, le chauffage se fait par de nombreux chocs faibles successifs, chacun contribuant a` une
petite augmentation de la tempe´rature. Ce processus de dissipation quasi-continu, de´crit par
l’e´quation (4.33), est re´gi par l’e´volution de l’intensite´ du choc, elle-meˆme de´crite par l’e´quation
(4.37). Dans ce re´gime quasi-continu, l’approximation de dissipation continue faite lors de la
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Figure 4.16 – A gauche : Ignition et propagation d’une de´tonation dans le cas d’une petite longueur
d’onde (λ0 = 0, 05H et v0 = 100 km s
−1) pour un gradient plus raide (g = 10g0). La pression hydro-
statique est trace´e en bleu, tandis que la pression perturbe´e est superpose´e en rouge. On reconnaˆıt de
nombreux chocs faibles successifs. La tempe´rature, en noir, est repre´sente´e juste apre`s l’emballement puis
a` deux autres instants. Dans la zone d’emballement la pression augmente suffisamment pour propager la
de´tonation vers l’inte´rieur et vers l’exte´rieur. A droite : Amplitude minimale en fonction de la longueur
d’onde pour de´clencher une de´tonation en moins de 1,5 s.
de´rivation de l’e´quation (4.37) est justifie´e et ce type de choc est bien de´crit par cette e´quation,
comme l’atteste la figure 4.14. Pour le re´seau α choisi, l’emballement thermonucle´aire est atteint
apre`s 6, 9 s, soit environ la formation de 250 chocs.
Grandes longueurs d’onde : Conside´rons maintenant le cas d’une perturbation de grande
longueur d’onde : λ0 = 0, 5H, avec la meˆme amplitude initiale. L’e´volution de cette perturbation
est repre´sente´e sur la figure 4.15(b). Une de´tonation est de´clenche´e apre`s un seul choc, dont la
tempe´rature post-choc est suffisamment e´leve´e pour que l’emballement se produise avant que
la de´compression suivant le choc ne puisse refroidir le plasma. Le choc se forme a` environ
h = 4500 km, ce qui est encore proche des pre´dictions de l’e´quation (4.35). Le choc se formant
beaucoup plus loin, l’amplification de l’onde suit beaucoup plus longtemps les pre´dictions sans
dissipation de l’e´quation (4.34). Ainsi, en raison d’un passage plus long a` travers le gradient,
avant que la dissipation inhibe sa croissance, la perturbation est nettement plus amplifie´e. Cela
conduit a` un choc beaucoup plus fort : ∆v = 4000 km s−1, et donc a` un chauffage localement
tre`s fort derrie`re le choc. Sur la figure 4.15(b), la tempe´rature post-choc est supe´rieure a` 1, 5×
109 K, mais contrairement au cas de courte longueur d’onde, il est imme´diatement suivi d’un
refroidissement drastique dans la re´gion de de´compression. Pour que l’allumage se produise, le
temps d’induction post-choc doit eˆtre plus petit que le temps de refroidissement derrie`re le choc,
ce qui ne´cessite des tempe´ratures post-choc plus e´leve´es. E´tant donne´ que ces chocs sont forts et
que le chauffage est intermittent, ce re´gime n’est pas pre´visible par l’e´quation (4.37). Cependant
en raison de leur grande longueur d’onde, ces perturbations sont plus facile a` simuler.
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4.3.4.3 Crite`res d’ignition
Finalement, peu importe la fac¸on par laquelle les conditions d’emballement thermonucle´aires
sont atteintes. Une fois initie´e, la combustion rapide cre´e une surpression suffisante pour initier
une de´tonation se propageant vers l’inte´rieur, et une autre vers l’exte´rieur. La figure 4.16(a)
illustre une telle initiation re´ussie avec HERACLES. Ce code est capable de propager correcte-
ment une de´tonation une fois initie´e, mais la phase d’ignition reste non-re´solue. Ceci est vrai
pour toute simulation hydrodynamique 3D, il faut alors s’assurer que l’ignition est re´alise meˆme
non-re´solue.
Une condition ne´cessaire pour initier une de´tonation est que le temps d’induction nucle´aire
devienne infe´rieur au temps hydrodynamique. Ici, le temps dynamique correspond a` la demi-
pe´riode des perturbations. En effet, les zones de compressions, derrie`re les chocs, alternent avec
des zones de rare´faction devant les chocs. Ainsi, dans le cas illustre´ sur la figure 4.16(a), la
pe´riode des oscillations est de 9, 5 ms et la de´tonation se de´clenche quand τi ∼ 1 ms  T/2.
Lors du choc pre´ce´dent, τi ∼ 5 ms ∼ T/2 et la de´tonation n’a pas le temps de s’initier avant
que la zone de rare´faction la rattrape. D’autre part, la mesure du gradient de temps d’induction
juste derrie`re le choc donne Dsp ∼ C−1s , en accord avec le me´canisme des gradients de Zel’dovich.
C’est un argument supple´mentaire en faveur de la validite´ de l’ignition obtenue par HERACLES,
mais le contexte dynamique derrie`re le choc n’en fait pas un argument robuste.
Cependant, nous avons ici la possibilite´ de re´aliser une simulation re´solue de cette ignition.
En effet, contrairement aux simulations 3D, les grandeurs variant line´airement derrie`re le choc, on
peut recre´er ces conditions sur une grille plus pre´cise. Ainsi, pour entie`rement valider l’ignition,
nous avons re´alise´ une e´tude a` tre`s haute re´solution a` l’aide du code ASTROLABE. En effet, sa
grille mobile et adaptative permet d’atteindre des re´solutions nettement plus importantes qu’avec
le code HERACLES. On peut ainsi atteindre des re´solutions de l’ordre de l’e´chelle de combustion
du carbone. Nous avons utilise´ les donne´s HERACLES entre h = 450 et 470 km a` t0 = 0, 144 s,
juste avant l’emballement, que nous avons projete´ sur les 150 zones mobiles d’ASTROLABE.
Les conditions aux bords correspondent a` deux cellules fantoˆmes dont l’e´volution temporelle
est donne´e par l’interpolation des cellules de HERACLES telles que h ≤ 450 et h ≥ 470 km
a` deux instants successifs : l’un avant ignition et l’autre juste apre`s. La fonction de re´solution
choisie : Fres =
√
1 + LresP0 |∇P |+ 10× Lres|∇XC | avec Lres l’e´chelle caracte´ristique a` re´soudre
et P0 une pression caracte´ristique, permet de re´soudre initialement le choc pour cre´er le bon pre´-
conditionnement tout en re´solvant correctement l’initiation de l’emballement du de´tonateur. La
figure 4.17 montre le re´sultat de cette validation avec ASTROLABE : on observe bien l’initiation
d’une de´tonation a` la meˆme position qu’avec HERACLES. La re´solution atteinte avec le maillage
mobile est de δminx = 4 cm, ce qui permet de bien re´soudre la combustion de l’oxyge`ne et plus
approximativement celle du carbone. On peut ainsi observer le de´veloppement d’un point chaud
en h ∼ 456 km, dans le gradient suivant le choc, qui s’est de´place´ jusqu’a` h = 467 km. Ce
point chaud explose assez rapidement pour augmenter sa pression. Cette surpression initiale
s’amplifie ensuite sur les cote´s du points chaud en propageant la combustion dans le gradient. La
surpression atteint le facteur 6 requis pour une de´tonation CJ a` la densite´ ρ = 5×107 g cm−3 (voir
table 4.1). Notons que pour re´soudre les deux fronts de de´tonation, les mailles pre´sentes dans le
choc migrent vers la zone d’ignition et le choc n’est plus re´solu lorsque les deux de´tonations se
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Figure 4.17 – A gauche : Pression (rouge) et tempe´rature (noir), a` diffe´rents instants mesure´s depuis
t0 = 0, 144 s. Le choc initial, correspondant a` t = 0 s se situe en h = 457 km, il se de´place ensuite d’environ
10 km, pendant qu’un point chaud, vers h ∼ 456 km, se de´veloppe (t=2,02 ms), assez rapidement pour
augmenter sa pression (t=2,03 ms). Ensuite le choc et la combustion se synchronisent dans le gradient
et une propagation auto-soutenue est ne´e. A droite : Vitesse du fluide, initialement en rouge, apre`s
propagation jusqu’au moment de l’emballement t ∼ 2 ms en bleu, puis naissance et propagation de la
de´tonation en noir. Les croix repre´sentent les mailles d’ASTROLABE,qui se regroupent au niveau des
discontinuite´s.
sont forme´es.
4.3.4.4 E´tude parame´trique en {v0 × λ0} :
Le nombre de chocs ne´cessaire pour de´clencher une de´tonation est pre´sente´ dans le tableau
4.2, pour sept fre´quences diffe´rentes et pour des amplitudes variant de 200 a` 30 km s−1, ce
qui correspond a` des nombres de Mach variant de 0, 02 a` 0, 003. Comme discute´ ci-dessus,
l’augmentation de l’amplitude initiale, v0, a deux effets oppose´s. Cela augmente le flux d’e´nergie
acoustique, qui de´pend de v20, conduisant a` des chocs plus forts. D’un autre cote´, la dissipation
commence plus toˆt contrecarrant l’amplification due au gradient. Mais finalement, en ce qui
concerne l’allumage d’une de´tonation, plus l’amplitude de la perturbation est importante et
plus rapide est l’ignition. La figure 4.16(b) repre´sente, en bleu, l’amplitude d’une perturbation
qui initie une de´tonation en 1,5 s. Au dessus de la courbe bleue, les perturbations d’amplitude
plus importantes de´tonent plus raidement, tandis qu’en dessous, dans la zone raye´e, l’ignition
est trop lente. D’autre part, en dessous d’une certaine amplitude, les chocs se forment trop loin,
dans la re´gion ou` la densite´ est trop faible pour que l’allumage soit possible. Cela correspond
aux symboles ’-’ dans le tableau 4.2.
La longueur d’onde d’une perturbation a un effet drastique, illustre´ par la comparaison des
deux cas de´crits pre´ce´demment. Meˆme si elle n’a aucun effet sur le flux d’e´nergie (F = 12ρ
2uCS),
elle a une forte influence sur l’altitude a` laquelle les chocs se forment. Des perturbations de
fre´quences plus e´leve´es ou de longueurs d’onde plus courtes commenceront a` dissiper plus toˆt,
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v0 (km s
−1) 200 100 50 45 40 35 30
λ = 0.50H 1 1 2 2 3 - -
λ = 0.33H 2 2 5 6 8 - -
λ = 0.25H 3 4 8 10 14 - -
λ = 0.20H 5 7 14 16 21 36 -
λ = 0.15H 10 14 25 29 35 46 -
λ = 0.10H 27 40 63 70 81 98 134
λ = 0.05H 137 250 422 464 525
10 × g0
λ = 0.50H 1 1 3 - - - -
λ = 0.33H 2 3 6 - - - -
λ = 0.25H 4 5 13 20 - - -
λ = 0.20H 6 9 20 26 - - -
λ = 0.15H 12 18 35 41 54 - -
Table 4.2 – Partie supe´rieure : E´tude parame´trique de l’espace des parame`tres λ0 × v0 avec le code
HERACLES, pour le cas du gradient induit par la gravite´ g0 = GM/(1500km)2, ou` la densite´ varie
de ρ(h = 0) = 5 × 109 g cm−3 a` ρ(H) = 1 × 104 g cm−3 sur 5000 km. Partie infe´rieure : Meˆme
e´tude avec une gravite´ 10 fois plus forte. La table indique le nombre de chocs ne´cessaire a` l’ignition d’une
de´tonation. Un tiret repre´sente un cas ou` le choc se forme trop tard dans des re´gions de densite´ trop
faible pour initier une de´tonation.
menant ainsi a` une amplification moindre et a` des chocs plus faibles. Le flux d’e´nergie e´tant
inde´pendant de la fre´quence, la meˆme e´nergie sera dilue´e et de´pose´e sur une zone plus grande.
D’un autre cote´, une perturbation d’amplitude donne´e, qui n’initie pas de de´tonation pour une
grande longueur d’onde, peut en initier une pour une longueur d’onde plus courte. En effet, le
choc se formera plus toˆt a` une densite´ plus e´leve´e. Par exemple, une perturbation initiale de
30 km s−1, n’initie pas de de´tonation avec une longueur d’onde de λ0 = 0, 5H, car les chocs
se forment trop tard. Mais pour λ0 = 0, 1H, les chocs se forment plus toˆt et rendent possible
l’allumage apre`s la passage de nombreux chocs faibles.
Enfin, le gradient de densite´ n’a pas d’effet en unite´s normalise´es. Le parame`tre de´terminant
le gradient est l’acce´le´ration de la pesanteur : g. Si g est augmente´ d’un facteur dix (partie
infe´rieure du tableau 4.2), l’e´chelle de hauteur du gradient est dix fois plus petite. En prenant
des longueurs d’ondes dix fois plus courtes, les forces de choc et les hauteurs de formations sont
identiques. La fre´quence est donc plus e´leve´e d’un facteur dix, ce qui conduit a` un taux plus e´leve´
de dissipation. Mais la dissipation par choc reste la meˆme. Ainsi, l’allumage d’une de´tonation
ne´cessite presque le meˆme nombre de chocs. La petite diffe´rence est due a` des gradients de
tempe´rature plus raides derrie`re le choc. Ce qui raccourcit la dure´e pendant laquelle les re´actions
peuvent s’emballer avant de´compression.
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4.3.5 TDD non locale durant une supernova
Apre`s avoir mis en e´vidence et valide´ ce nouveau me´canisme d’ignition dans un cas simple
en ge´ome´trie plane 1D, nous allons appliquer ce me´canisme a` une structure plus proche d’une
naine blanche. Tout d’abord, en ge´ome´trie sphe´rique, le flux est toujours conserve´, mais comme
la surface de l’onde croit en r2, l’amplification de la perturbation est moins importante. Ainsi
l’e´quation de conservation en ge´ome´trie sphe´rique s’e´crit :
ρv2Cs4pir
2 = ρ0v
2
0Cs,04pir
2
0,
avec r0 la position d’ou` la perturbation d’amplitude v0 a e´te´ e´mise. On de´duit l’amplitude de la
perturbation en fonction du rayon :
u(r) = u0
√
ρ0Cs,0
ρ(r)Cs(r)
r0
r
. (4.41)
Cette e´quation donne l’amplification (ou l’amortissement) d’une perturbation en ge´ome´trie
sphe´rique. Elle est similaire a` l’e´quation (4.34) en ge´ome´trie plane, mais elle inclue, en plus,
le facteur d’amortissement sphe´rique : r0/r. Pour avoir amplification, il faut donc que le facteur
duˆ au gradient de densite´ soit supe´rieur a` celui du a` l’amortissement ge´ome´trique. Cela introduit
une de´pendance vis a` vis de la position d’ou` la perturbation est issue, r0. Cette de´pendance est
trace´e sur la figure 4.18, qui fait apparaˆıtre un rayon optimal. Ce rayon, qui vaut ici environ
350 km, de´pend de la structure de la naine blanche. Pour commencer on a choisi une naine
blanche tre`s dense, proche de sa masse de Chandrasekhar. Sur une telle structure, pour les pe-
tits rayons (r0 < 350 km), l’amortissement ge´ome´trique est important et diminue l’amplification
finale, tandis que pour les grands rayons (r0 > 350 km), la densite´ initiale ρ0 e´tant plus faible,
le flux est plus faible initialement et par conse´quent l’amplitude finale aussi.
4.3.5.1 Naine Blanche froide et compacte
Le premier mode`le de structure choisi est une sphe`re de 1, 4 M de carbone-oxyge`ne, froide
(T = 1×107 K) et auto-gravitante. Sa densite´ centrale, donne´e par l’e´quilibre hydrostatique, est
alors tre`s e´leve´e : ρc = 7, 5×109 g cm−3. L’e´quilibre est maintenu par une pression exte´rieure de
Pext = 1× 1021 erg cm−3, ce qui correspond a` une densite´ d’environ ρext ∼ 5× 104 g cm−3. Son
rayon, de´fini par le point de l’e´quilibre ou` cette pression est atteinte, est de RNB = 1400 km.
On commence par une telle structure, tre`s dense, car elle met le mieux en e´vidence l’effet
d’amplification. Dans la suite, des structures plus re´alistes, par rapport au sce´nario d’explosion,
seront conside´re´es. Les perturbations sont initie´es par une oscillation de pression au niveau du
rayon optimal, ou` la densite´ et la vitesse du son sont respectivement de ρ = 2× 109 g cm−3 et
Cs = 10 000 km s
−1.
Sur la figure 4.19, pour mettre en e´vidence l’effet d’atte´nuation sphe´rique, on montre l’e´volution
d’une perturbation d’amplitude initiale v0 = 500 km s
−1 (M = 0.05) provenant d’une re´gion
proche du centre (r0 = 100 km). L’amplitude simule´e, en bleu, est compare´e aux pre´dictions
de l’e´quation (4.41), qui correspond au re´gime non-dissipatif. Initialement, la` ou` les effets de
courbure sont importants, l’amplitude des perturbations diminue, car le gradient est assez plat
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Figure 4.18 – Trace´ du produit ρCsr
2 en fonction du rayon. Ce produit repre´sente l’amplification poten-
tielle d’une perturbation e´mise au rayon r. Le maximum de cette courbe correspond au rayon optimal, ou`
une perturbation sera amplifie´e au maximum. La structure utilise´e ici est une sphe`re froide auto-gravitante
d’une masse de Chandrasekhar.
et la diminution de densite´ ne compense pas les effets ge´ome´triques. Ensuite, pour des rayons
plus grand, quand les effets d’augmentation de surface sont plus faibles et que le gradient se
raidit, c’est l’amplification par le gradient qui domine et l’amplitude augmente. Ces deux re´gions
sont visibles sur la figure 4.19, ou` l’amplitude de la perturbation est trace´e en bleu. Initialement,
l’amplitude diminue, avant d’augmenter puis de saturer lorsque le choc s’est forme´. Comme dans
le cas plan, l’amplitude simule´e reste proche des pre´dictions tant qu’aucun choc ne s’est forme´.
Ensuite, la dissipation d’e´nergie cine´tique par le choc, empeˆche plus d’amplification et l’ampli-
tude du choc sature. Le rayon de formation du choc est pre´dit par l’e´quation (4.35), mais en
utilisant la formule d’amplification donne´e par (4.41). Il est trace´ sur la figure 4.13 en fonction
de la longueur d’onde pour une amplitude de v0 = 100 km s
−1.
Comme dans le cas plan, on a e´tudie´ la possibilite´ pour diffe´rentes perturbations d’initier une
de´tonation apre`s amplification dans le gradient de densite´ de la naine blanche. Ici, on conside`re
plutoˆt la pe´riode des perturbations, car la longueur d’onde varie en fonction du rayon d’initiation,
r0. Les re´sultats sont rassemble´s dans la table 4.3. Ils mettent en e´vidence les meˆmes tendances
que dans le cas plan. Cependant, a` cause des effets ge´ome´triques, l’amplitude minimale pour
former des chocs suffisamment forts pour initier une de´tonation est nettement plus grande. Ainsi,
pour de´clencher une de´tonation dans une naine blanche froide, il faut des perturbations d’au
moins v0 = 200 km s
−1, soit au minimum une perturbation de 2% de la pression hydrostatique.
4.3.5.2 Fine couche d’he´lium
Cette perturbation minimale de M = 0, 02 correspond a` une ignition dans un me´lange
carbone-oxyge`ne. Or dans le cadre du sce´nario Single Degenerate, ou` l’ignition de la de´flagration
centrale se fait graˆce a` l’accre´tion de matie`re riche en hydroge`ne et he´lium a` la surface de la naine
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Figure 4.19 – Propagation et e´volution d’une perturbation d’amplitude initiale v0 = 500 km s
−1 et de
pe´riode Tosc = 36 ms, initie´e a` un rayon de r0 = 100 km, plus petit que le rayon optimal (r ∼ 350 km).
Cette pe´riode correspond a` une longueur d’onde λ0 = 0, 25RNB au niveau du rayon optimal. Initialement,
le rayon de l’onde e´tant petit, les effets ge´ome´triques sont importants et l’effet net de la compe´tition
entre amortissement sphe´rique et amplification par le gradient est une diminution de l’amplitude. Ensuite
lorsque le gradient se raidit et que la rayon augmente, l’amplification prend le dessus et l’amplitude de la
perturbation augmente. On a compare´ les re´sultats de simulation nume´rique (en bleu) aux pre´diction du
re´gime sans-dissipation de l’e´quation (4.41).
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blanche, il est probable qu’il reste une couche plus ou moins importante d’he´lium a` la surface.
L’he´lium e´tant plus exothermique que le carbone, des perturbations plus faibles que M = 0, 02,
qui ne de´clenchent pas de de´tonation du carbone, peuvent peut-eˆtre faire de´toner une couche
d’he´lium. Selon Woosley et Kasen (2011), la pre´sence d’he´lium entraˆıne des observables incom-
patibles avec les observations si sa masse totale est supe´rieure a` ∼ 0, 05 M. Nous conside´rerons
donc une fine couche de MHe = 0, 01 M, dont la combustion devrait eˆtre compatible avec les
contraintes observationnelles.
Une fois initie´es, ces de´tonations d’he´lium doivent continuer en une de´tonation de C+O
lorsqu’elles atteignent le coeur de carbone-oxyge`ne. C’est la meˆme proble´matique que pour
le sce´nario de de´tonation double (Fink et al., 2010). Cependant, la situation est le´ge`rement
diffe´rente dans notre mode`le puisque la de´tonation est de´clenche´e par un choc venant de l’inte´rieur.
Dans le mode`le de double de´tonation, l’ignition a lieu dans la couche d’he´lium accre´te´e et une
de´tonation se de´veloppe spontane´ment a` partir d’un gradient de tempe´rature. Dans nos simu-
lations deux cas sont possibles. Soit une de´tonation d’he´lium est initie´e au dessus de la limite
coeur-enveloppe, auquel cas, la de´tonation inte´rieure aura le temps de croˆıtre en puissance (par
convergence sphe´rique) avant de rencontrer le coeur de carbone. Soit le choc est de´ja` suffisam-
ment fort au niveau de la frontie`re et initie directement une de´tonation d’he´lium. Dans ce cas,
le carbone est suffisamment comprime´ derrie`re le choc pour que la surpression ge´ne´re´e par la
combustion de l’he´lium l’enflamme et lance une de´tonation interne de carbone et une de´tonation
externe d’he´lium.
Les re´sultats de ces simulations sont pre´sente´s dans la partie basse de la table 4.3. La pre´sence
de cette couche d’he´lium permet d’initier une de´tonation avec des perturbation nettement plus
faibles. Ainsi, l’amplitude minimale pour de´clencher une de´tonation dans une naine blanche
froide, avec une fine couche de 0, 01 M d’he´lium, est de v0 = 30 km s−1 soit une perturbation
de 0,3% de la pression hydrostatique. Notons aussi que pour la colonne v0 = 1000 km s
−1, la
couche d’he´lium n’acce´le`re pas l’initiation d’une de´tonation, car celle-ci a lieu dans les deux cas
dans le coeur de carbone.
4.3.5.3 Structure dilate´e par une phase de de´flagration
Jusque la`, nous avons conside´re´ une structure froide a` l’e´quilibre hydrostatique, qui corre-
spondrait a` la structure initiale de la naine blanche au moment de l’ignition de la de´flagration.
Or, comme on l’a de´crit dans le premier chapitre, dans le sce´nario de de´tonation a` retard,
la de´tonation doit eˆtre de´clenche´e environ 1,5 s apre`s l’ignition. Durant la phase initiale de
de´flagration, l’e´nergie libe´re´e sert a` dilater l’e´toile. Ide´alement, il faudrait faire les simulations
pre´ce´dentes dans le cadre d’une structure en expansion sous l’effet d’une de´flagration centrale.
Malheureusement, pour le moment, notre code HERACLES n’est pas capable de suivre l’ex-
pansion de la structure de manie`re dynamique. Cependant, pour mettre en e´vidence les effets
de la phase initiale de de´flagration, on utilisera plusieurs structures pre´-conditionne´es par une
phase initiale de de´flagration. Pour ce faire, on a utilise´ ASTROLABE et son maillage mo-
bile. La de´flagration a e´te´ mode´lise´e par un mode`le ADR, de´crit par l’e´quation 4.51 dans le
chapitre pre´ce´dent. On a se´lectionne´ trois structures lorsque la flamme atteignait trois densite´s
diffe´rentes : 9×108, 3×108 et 1×108 g cm−3. Ensuite, ces structures ont e´te´ artificiellement re-
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v0 ( km s
−1) 1000 500 400 300 200 100
Tosc = 72 ms 1 2 3 4 - -
Tosc = 36 ms 2 5 7 10 - -
Tosc = 18 ms 4 13 17 34 67 -
Tosc = 9 ms 7 34 78 154 438
+MHe = 0.01M
v0 ( km s
−1) 1000 500 250 100 50 25
Tosc = 72 ms 1 1 1 1 - -
Tosc = 36 ms 2 1 1 3 5 20
Tosc = 18 ms 4 5 6 9 19 78
Tosc = 10 ms 7 34 35 47
Table 4.3 – E´tude parame´trique dans l’espace des parame`tres Tosc × v0 avec le code HERACLES, pour
le cas d’une naine blanche froide et dense de carbone-oxyge`ne (partie haute) et le cas d’une couche de
0, 01 M d’he´lium (partie basse). Les perturbations sont initie´es au rayon optimal (r0 = 350 km), qui
correspond au maximum de la courbe de la figure 4.18. La pe´riode Tosc = 72 ms correspond a` une longueur
d’onde de λ0 = 0, 5RWD au niveau de ce rayon optimal. Les nombres dans la table indiquent le nombre de
chocs ne´cessaire pour l’ignition d’une de´tonation. On retrouve les meˆme tendances que dans le cas plan :
plus l’amplitude est grande et plus la de´tonation est rapide et d’autre part, plus la fre´quence augmente,
plus le nombre de chocs ne´cessaire augmente. En revanche, du fait de l’amortissement ge´ome´trique, les
amplitudes ne´cessaires sont beaucoup plus importantes.
laxe´es vers l’e´quilibre hydrostatique et utilise´es avec HERACLES pour e´tudier notre me´canisme
d’ignition de de´tonation pour une structure plus re´aliste. Ces structures relaxe´es, utilise´es par
HERACLES, sont repre´sente´es sur la figure 4.20, avec en tiret le profil de densite´ en e´chelle loga-
rithmique et en trait continu le profil de tempe´rature en e´chelle line´aire. Le saut de tempe´rature
correspond au front de flamme. Nous avons choisi d’initier les perturbations au niveau de la
flamme, car la source la plus probable de perturbations est la combustion turbulente.
Avec la dilatation de l’e´toile, les gradients s’aplatissent peu a` peu et la densite´ centrale
diminue, rendant notre me´canisme de moins en moins efficace. La table 4.4 rassemble les re´sultats
de notre e´tude sur des structures dilate´es, avec une fine couche d’he´lium. Nous avons conside´re´
6 amplitudes diffe´rentes, avec des nombres de Mach entre 0,2 et 0,02 et 5 pe´riodes d’oscillations
entre 0,2 et 0,02 s. On a caracte´rise´ les perturbations avec leur nombre de Mach, car la densite´
au niveau de la flamme variant, une perturbation d’amplitude absolue donne´e ne repre´sente pas
la meˆme perturbation relative. Les vitesses du son au niveau de la flamme sont respectivement :
Cs = 8000, 6700 et 5900 km s
−1. Dans cette e´tude, on s’inte´resse a` la possibilite´ pour notre
me´canisme de de´clencher une de´tonation dans le cadre du sce´nario de de´tonation a` retard et
donc on ne conside`re que les ignitions assez rapides (< 1, 5 s). On trouve encore une fois les
meˆmes tendances. Les perturbations de pe´riode plus longue et d’amplitude plus faible forment
des chocs plus faibles a` des rayons plus grands. Jusqu’a` ce que l’ignition soit trop lente ou que les
chocs se forment dans une re´gion ou` l’ignition n’est plus possible. A l’oppose´, les perturbations
de pe´riode courte et de forte amplitude, commencent a` dissiper plus toˆt et donc plus pre`s de la
flamme, pouvant meˆme initier une de´tonation dans le coeur de carbone. Ces cas sont marque´s
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M = 0,2 0,15 0,1 0,05 0,03 0,02
ρfl = 9× 108 g cm−3
Tosc = 0, 15 s 0,3 0,3 0,3 0,4 0,5 0,6
Tosc = 0, 10 s 0,3 0,3 0,3 0,5 0,6 0,7
Tosc = 0, 05 s 0,3 0,4 0,5 0,6 0,9 1,4
Tosc = 0, 02 s 0,2c 0,4c 1,2c - - -
ρfl = 3× 108 g cm−3
Tosc = 0, 20 s 0,4 0,4 0,4 0,8 1,0 -
Tosc = 0, 15 s 0,4 0,4 0,7 0,8 1,1 -
Tosc = 0, 10 s 1,0c 0,8 0,8 0,9 1,1 -
Tosc = 0, 05 s 0,5c 1,1c - - - -
Tosc = 0, 02 s 0,2c 0,3c 1,1c - - -
ρfl = 1× 108 g cm−3
Tosc = 0, 20 s 0,5 0,6 1,0 1,0 - -
Tosc = 0, 15 s 0,5 0,9 1,0 1,0 - -
Tosc = 0, 10 s 1,3c 1,0 1,2 - - -
Tosc = 0, 05 s 0,6c 1,3c - - - -
Tosc = 0, 02 s 0,2c 0,4c 1,3c - - -
Table 4.4 – E´tude parame´trique dans l’espace des parame`tres M × Tosc, pour trois structures de plus en
plus dilate´es, avec dans tous les cas une fine couche d’he´lium de 0, 01 M. Les perturbations sont initie´es
au niveau du front de flamme. Tosc est la pe´riode d’oscillation des perturbations, variant de 0, 2 a` 0, 02 s,
et M est le nombre de Mach, variant de 0, 2 a` 0, 02. Les tables donnent le temps, en seconde, ne´cessaire
a` l’ignition d’une de´tonation. La pre´sence d’une lettre c signifie que l’ignition se fait dans le coeur de
carbone. Sinon, c’est la couche d’he´lium qui s’enflamme et de´tone. Dans cette e´tude on ne conside`re que
les de´tonations initie´es en moins de 1, 5 s et qui pourraient convenir au sce´nario de de´tonation a` retard.
un tiret (-) signifie soit que l’ignition est impossible soit qu’elle est trop lente. La dilatation de l’e´toile,
rend l’initiation d’une de´tonation plus lente et plus difficile. Pour une perturbation d’amplitude et de
pe´riode donne´e, l’ignition prendra plus de temps a` mesure que la structure se dilate.
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Figure 4.20 – Structures initiales obtenues a` partir d’une naine blanche d’une masse de Chandrasekhar,
ou` on a initie´e une de´flagration sphe´rique centrale. Les trois structures (bleu, vert et rouge) correspondent
a` une densite´ au niveau de la flamme de 9× 108, 3× 108 et 1× 108 g cm−3. Ces structures sont ensuite
utilise´es, apre`s avoir arreˆte´ la flamme, pour suivre l’e´volution de perturbations initie´es au niveau du
front. Cette me´thode permet de se rapprocher des conditions dans lesquelles notre me´canisme devrait eˆtre
a` l’oeuvre au cours d’une supernova.
d’une lettre c dans la table 4.4.
4.3.5.4 Conse´quences pour une TDD
De´lai d’ignition et densite´ critique de TDD : Dans le sce´nario de de´tonation a` retard,
pour que l’explosion reproduise correctement les observables, il faut que la de´tonation soit initie´e
a` une densite´ d’environ 1×107 g cm−3 (Jackson et al., 2010). Cependant cela suppose une TDD
locale, durant laquelle la de´tonation est initie´e au niveau de la flamme turbulente. Dans notre
mode`le, il y a un de´calage spatial et temporel entre la flamme, source de perturbations, et
l’ignition de la de´tonation. C’est pour cela qu’on ne conside`re pas de structure plus dilate´e,
ou` la flamme aurait atteint la densite´ critique de 1 × 107 g cm−3. En effet, le de´lai d’ignition
laisserait alors du temps a` la structure pour se dilater encore et les conditions ne seraient plus
les bonnes. En revanche, en conside´rant une structure ou` la de´flagration atteint une densite´ de
1× 108 g cm−3, on essaie de tenir compte du de´lai qui laissera le temps a` la de´flagration de se
propager encore et potentiellement d’atteindre la densite´ critique au moment ou` la de´tonation
sera initie´e. Dans ce cas, les observables seront peut-eˆtre reproduites. Ces questions ne´cessitent
un traitement correct, avec une simulation dynamique de l’ensemble de la structure, couple´e
a` l’e´mission et a` la propagation des perturbations. Cependant cela demande plus de travail et
devra eˆtre fait dans une e´tude ulte´rieure.
Structure dilate´e (ρfl =1×108 g cm−3) : Arrive´ a` un tel niveau d’expansion, les plus petites
perturbations, de l’ordre de quelques pour-cents, ne peuvent plus initier une de´tonation. Il faut au
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minimum des perturbations de 5 a` 10 %, et meˆme celles-ci ne´cessitent un pre´-chauffage long avant
l’ignition (∼ 1 s), ce qui serait difficilement compatible avec le sce´nario de de´tonation a` retard. En
revanche dans un mode`le dynamique de notre me´canisme, ces petites perturbations pourraient
re´ussir a` de´clencher une de´tonation, si leur effet de chauffage e´tait cumule´ depuis le de´but de
l’explosion. En effet, meˆme au de´but, lorsque la structure est dense, l’accumulation de ces petits
chocs successifs se fait au niveau de la couche d’he´lium. Ainsi, initialement, les perturbations sont
fortement amplifie´es, puisque le gradient est raide. Ensuite au cours de l’explosion, le gradient
et l’amplification diminuent et pour une perturbation d’amplitude donne´e le chauffage diminue
aussi. Une perturbation de 3% et de pe´riode Tosc = 0, 1 s, ne´cessite environ 1 s pour de´clencher
une de´tonation lorsque la flamme a atteint ρfl = 3 × 108 g cm−3 et seulement 0, 6 s a` ρfl =
9×108 g cm−3. Il est donc raisonnable de penser qu’une telle perturbation initie une de´tonation
de la couche d’he´lium si son e´volution est suivie depuis le de´but de la phase de de´flagration.
Fortes perturbations : Des perturbations plus fortes, de 15 a` 20%, de´clenchent des de´tonations
plus facilement et plus rapidement. En revanche, elles sont plus difficiles a` ge´ne´rer et si elles se
de´veloppent trop toˆt, par exemple dans le cas le plus dense, la de´tonation aura lieu trop toˆt sur
une structure encore trop dense. En revanche, si de telles perturbations peuvent eˆtre ge´ne´re´es
avec de grandes pe´riodes (Tosc & 0, 2 s), les chocs se forment pre`s de la couche d’he´lium et la
dissipation de quelques chocs suffit a` de´clencher rapidement une de´tonation. Enfin si la fre´quence
de ces perturbations est plus e´leve´e, les chocs se forment dans le carbone a` une courte distance
de la flamme. Dans ce cas l’ignition peut eˆtre assez rapide, mais comme la zone chauffe´e va se
de´placer a` mesure que la flamme avance, il est peu probable que la tempe´rature atteigne le seuil
d’ignition. Mais cela peut avoir un effet de pre´-conditionnement du milieu, qui acce´le`re la flamme
lorsque celle-ci bruˆle cette zone pre´chauffe´e. Cela peut favoriser une TDD classique, ou ampli-
fier la ge´ne´ration de perturbations. Quoi qu’il en soit, pour ces perturbations notre me´canisme
d’amplification n’est pas a` l’oeuvre, car elles ne parcourent pas une distance suffisante dans le
gradient de densite´. Le chauffage par ces perturbations re´sulte en fait de la tendance naturelle
de n’importe qu’elle onde de pression a` se transformer en choc et a` dissiper son e´nergie cine´tique
en e´nergie thermique.
E´nergie ne´cessaire et e´nergie disponible : On peut estimer le flux d’e´nergie ne´cessaire
a` l’ignition d’une de´tonation. Par exemple, pour une naine blanche froide avec une couche
d’he´lium, une perturbation de v0 = 50 km s
−1, suffira a` de´clencher une de´tonation. Le flux
d’e´nergie me´canique d’une telle onde est :
Fm =
1
2
ρ0v
2
0Cs,0 = 2, 5× 1031 erg cm−2 s−1, (4.42)
avec ρ0 = 2 × 109 g cm−3 et Cs,0 = 10 000 km s−1. Il faut donc trouver une source d’e´nergie
au moins aussi intense. Une estimation de l’e´nergie nucle´aire libe´re´e par unite´ de temps et de
surface de flamme, a` la densite´ ρ0, est :
Fnuc = Vflρnuc = 8, 7× 1033 erg cm−2 s−1, (4.43)
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ρfl ( g cm
−3) 2× 109 9× 108 3× 108 1× 108
Fm ( erg cm
−2 s−1) 2, 5× 1031 9, 3× 1031 4, 1× 1031 2, 5× 1031
Fnuc ( erg cm
−2 s−1) 8, 7× 1033 1, 6× 1033 2, 2× 1032 2, 3× 1031
Table 4.5 – Comparaison entre le flux acoustique requit pour l’ignition d’une de´tonation et le taux de
libe´ration d’e´nergie nucle´aire par unite´ de surface pour une de´flagration laminaire dans les diffe´rentes
structures discute´es ci-dessus.
ou` Vfl = 75 km s
−1 a e´te´ calcule´e dans le chapitre pre´ce´dent (en accord avec les e´tudes de
de´flagration de Timmes et Woosley (1992)). L’e´nergie nucle´aire libe´re´e est de nuc = 5, 8 ×
1017 erg g−1, correspondant a` la combustion du me´lange e´qui-masse de carbone-oxyge`ne. On
utilise la vitesse laminaire de flamme comme une limite infe´rieure prudente. En effet, la tur-
bulence acce´le`re notablement la de´flagration et celle-ci se propage beaucoup plus rapidement.
Meˆme en conside´rant cette limite, si seulement 0,3 % du flux d’e´nergie nucle´aire e´tait injecte´
dans des ondes sonores, l’e´nergie serait suffisante pour initier une de´tonation. Les meˆmes estima-
tions pour les structures dilate´es sont pre´sente´es dans la table 4.5. Le flux requis repre´sente ainsi
une part de plus en plus importantes de l’e´nergie nucle´aire libe´re´e : 0,3%, 6%, 19% et finalement
presque 100%. Ainsi, seule une flamme turbulente acce´le´re´e, pourra ge´ne´rer l’e´nergie suffisante,
a` la fin de la phase de de´flagration. Heureusement, c’est a` ce moment la` que la turbulence est
maximale.
Finalement : Un de´faut important de cette e´tude est de conside´rer une flamme statique
sur une structure vierge de toute formation de choc. En effet le chauffage par chocs devrait
avoir lieux depuis le de´but avec des proprie´te´s e´voluant avec la flamme. Le chauffage final,
serait donc un couplage complexe entre la flamme qui se propage et l’historique de la formation
et de la dissipation des chocs. Ainsi, apre`s ces e´tudes pre´liminaires, il faudrait correctement
prendre en compte la dilatation de l’e´toile et la propagation de la flamme. Cependant, ces e´tudes
pre´liminaires ont permis de montrer l’inte´reˆt de ce nouveau me´canisme d’ignition de de´tonation.
En effet, il semble probable que la combustion turbulente puisse ge´ne´rer des perturbations
d’amplitude suffisante, de quelques pour-cents a` 20%. Dans le sce´nario classique de TDD, le
me´canisme des gradients, pour re´ussir, doit augmenter la pression jusqu’a` PCJ (Khokhlov,
1991b), soit une augmentation d’un facteur 10. Dans notre mode`le, des perturbation de seule-
ment 20%, si elles sont re´pe´te´es un certain nombre de fois, suffissent a` initier une de´tonation.
Ainsi, notre me´canisme est tre`s prometteur lorsque celui classique de TDD locale n’est pas
suffisant, mais que la turbulence est suffisante pour cre´er pe´riodiquement des fluctuations de
pression. C’est d’ailleurs ce qu’a observe´ A. Poludnenko (communication prive´e). En essayant
d’obtenir une TDD, il observait des sursauts re´guliers de 30% de la pression statique. Ces pulses
e´taient re´pe´te´s environ tous les temps de retournement de l’e´chelle inte´grale. Dans le cas des
supernovae :
τL =
L
UL
∼ 0, 1 s, (4.44)
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ce qui est tout a` fait compatible avec les pe´riodes requises pour une de´tonation (une telle
perturbation correspond a` la colonne 2 de la table 4.4).
Dans le temps imparti a` ma the`se, j’ai choisi ensuite d’e´tudier les sources possibles de per-
turbations, plutoˆt que de raffiner ce mode`le de de´tonation par amplification d’ondes sonores. La
question de la ge´ne´ration des perturbations est traite´e dans la partie suivante.
4.4 Sources de perturbations durant l’explosion
Nous avons imagine´ trois sources possibles de perturbations, qui pourraient fournir les ondes
sonores ne´cessaires a` l’ignition d’une de´tonation. Tout d’abord, aux petites e´chelles, la combus-
tion turbulente, de par son intermittence dans le re´gime distribue´, pourrait ge´ne´rer de fortes
perturbations de petite longueur d’onde a` haute fre´quence. Cette possibilite´ a e´te´ discute´e a` la
fin de la partie pre´ce´dente. Cependant l’e´tude de la combustion turbulente serait l’objet d’une
the`se en soi et les quelques arguments donne´s pre´ce´demment suffisent a` mettre en e´vidence les
potentialite´s de cette source de perturbation. La combustion a` grande e´chelle dans un milieu
magne´tise´ pourrait fournir deux autres sources de perturbations a` plus grande e´chelle : soit les
instabilite´s Rayleigh-Taylor, soit des reconnexions de lignes de champ magne´tique, apre`s ampli-
fication par les mouvements du fluide. Ces sources peuvent eˆtre e´tudie´es plus facilement avec
des codes hydrodynamiques et magne´to-hydrodynamiques 2D ou 3D. Les travaux qui suivent
sont exploratoires et pre´liminaires.
4.4.1 Le code OHM et le traitement nume´rique
Nous avons principalement utilise´ le code OHM, de´veloppe´ par Guillaume Aulanier au LESIA
(Aulanier et al., 2005), pour re´aliser des simulations 2D de combustion en milieu magne´tise´. Nous
avons choisi d’e´tudier des mode`les 2D plutoˆt que du 3D, car l’amplification du champ de´pend
de la re´solution, qui est ne´cessairement plus faible en 3D.
4.4.1.1 Les e´quations MHD non ide´ales
Le code OHM re´sout les e´quations Magne´to-Hydrodynamiques (MHD) avec le terme non ide´al
de re´sistivite´ ohmique inclus :
∂ρ
∂t
+ ~∇(ρ~u) = 0, (4.45)
ρ
∂~u
∂t
+ ρ~u.~∇(~u) = ∇(P + B
2
8pi
) + ρ~g + ( ~B.∇) ~B + ν∆~u, (4.46)
∂ ~B
∂t
= ~∇× (~u× ~B) + η∆ ~B, (4.47)
avec ~g = g~ez l’acce´le´ration de la gravite´, qui est constante et verticale, ν une viscosite´ nume´rique
et η la re´sistivite´ magne´tique, qui pour des raisons de re´solution est artificiellement augmente´e.
Le terme de dissipation ohmique dans l’e´quation sur l’e´nergie n’est pas inclus, car la re´sistivite´
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est tre`s faible dans le plasma de´ge´ne´re´. La pression, P , est celle de l’e´quation d’e´tat du plasma
d’ions et d’e´lectrons de´ge´ne´re´s discute´e dans le premier chapitre (§1.2.1). Ces e´quations sont
ensuite discre´tise´es sur une grille carte´sienne fixe, ou` toutes les quantite´s et leurs de´rive´s sont
spe´cifie´es aux points d’intersections. Aucune proce´dure spe´ciale n’est utilise´e pour imposer une
divergence du champ magne´tique nulle et il en re´sulte des zones non-physiques de divergence non
nulle. Cependant, cela ne me`ne a` aucune instabilite´ nume´rique (Aulanier et al., 2005). En effet,
nous avons caracte´rise´ a` posteriori les erreurs commises sur la divergence, avec les estimateurs
suivants :
E =
~∇. ~B∣∣∂Bx
∂x
∣∣+ ∣∣∂Bz∂z ∣∣ et E′ = ~∇. ~B δx|B| . (4.48)
Ce dernier mesure l’erreur sur B, alors que l’autre est plutoˆt une mesure de l’erreur sur les
gradients de B. Notons que comme, on devrait avoir ~∇. ~B = 0, quelle que soit l’erreur absolue,
l’erreur relative est infinie. Ce qui rend ces estimations d’erreurs difficiles. Toutefois, dans les
simulations re´alise´es ici, la moyenne de ces deux estimateurs sur l’ensemble du domaine est de
5× 10−4 et 2× 10−7 respectivement. Ce qui permet d’affirmer que l’erreur sur la divergence de
B est acceptable.
Le calcul des de´rive´s se fait en utilisant 5 points et en se basant sur une combinaison de
de´veloppement en se´rie de Taylor. La discre´tisation spatiale est ainsi d’ordre 3. La discre´tisation
temporelle est de type pre´dicteur-correcteur. Cette me´thode donne des re´sultats plus stables et
plus pre´cis, mais au prix de calculer deux fois chaque e´quation.
Le terme ν∆~u est inclus pour la stabilite´ nume´rique. En effet, sans viscosite´ artificielle, les
gradients se raidissent et ge´ne`rent des instabilite´s nume´riques qui re´sultent en des oscillations
dans les zones de gradient fort. Pour que ces oscillations de Gibbs n’apparaissent pas, il faut
que la viscosite´ soit re´gle´e de manie`re a` ce que le nombre de Reynolds soit de l’ordre de l’unite´
a` l’e´chelle de la maille : Re = uδx/ν ∼ 1. De la meˆme fac¸on, lorsque des gradients raides de
densite´ sont pre´sents, il faut introduire un terme de diffusion de masse : ζ∆ρ. Pour optimiser
le choix de ces coefficients de diffusion nume´rique, on les calcul dynamiquement au cours de la
simulation :
ν = ζ = 0, 1× umaxδx. (4.49)
Ce choix est global a` toute la simulation, or la vitesse maximale, umax, n’est pas force´ment
re´alise´e la` ou` les gradients sont les plus forts. C’est ce qui explique le coefficient 0, 1 dans
l’e´quation ci-dessus.
4.4.1.2 Traitement de la tempe´rature
Ce code n’e´tant pas conservatif, peut suivre directement la tempe´rature a` partir de l’e´nergie
thermique (de´finie au chapitre 1, §1.2.1). Pour de´river l’e´quation d’e´volution de la tempe´rature,
on part du premier principe de la thermodynamique applique´ a` la partie thermique (e´quation
1.30), pour un gramme de matie`re (variables spe´cifiques) :
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dth = δnuc − Pthdv,
ou` th et v sont l’e´nergie thermique et le volume spe´cifique. La variation du volume spe´cifique
dv s’e´crit : d(1/ρ) = −dρ/ρ2. De l’e´quation de conservation de la masse on a : dρ/dt = −ρ~∇.~u
et donc
dth
dt
= −Pth
ρ
~∇.~u.
Pre´fe´rant travailler avec les grandeurs volumiques, on utilise : dEth/dt = thdρ/dt + ρdth/dt,
ce qui donne pour l’e´volution de l’e´nergie thermique volumique :
dEth
dt
=
∂Eth
∂ρ
dρ+
∂Eth
∂T
dT = −(Eth + Pth)~∇.~u.
Les de´rive´es partielles ne de´pendent que de l’e´quation d’e´tat et peuvent eˆtre tabule´es. On en
de´duit l’e´quation d’e´volution de la tempe´rature :
∂T
∂t
+ ~u.~∇T =
(
Q˙nuc −
(
Eth + Pth − ρ∂Eth
∂ρ
)
~∇.~u
)/
∂Eth
∂T
(4.50)
Pour les meˆmes raisons nume´riques de´crites pour la vitesse et la densite´, les forts gradients
introduits par la combustion, ne´cessitent l’utilisation d’une diffusion de la tempe´rature : κ∆T .
Le coefficient κ est e´galement calcule´ selon l’e´quation (4.49).
4.4.1.3 Mode`le de flamme
Dans cette e´tude, nous sommes inte´resse´s par les proprie´te´s de l’e´coulement a` grande e´chelle,
entre H = 100 et 1000 km. Or a` ces e´chelles, une de´flagration thermonucle´aire ne peut pas eˆtre
re´solue, car sa largeur est, au mieux, de quelques centime`tres (voir figure 3.15(b)). Comme on
souhaite seulement e´tudier la possibilite´ de ge´ne´rer des perturbations a` grande e´chelle, que ce
soit par la flamme instable ou par reconnexion de lignes de champ, il faut utiliser un mode`le
pour propager la flamme non-re´solue a` la bonne vitesse. Le mode`le classique consiste a` utiliser
une variable d’avancement de re´action, φ, pour suivre l’e´tat de la re´action. Cette variable est
advecte´e par l’e´coulement. Elle est aussi consomme´e et diffuse´e pour repre´senter la propagation :
∂φ
∂t
+ ~u.~∇φ = R(φ) +D∆φ, (4.51)
avec D et R(φ) deux parame`tres repre´sentant respectivement une diffusivite´ et un terme de
re´action. Ces parame`tres sont choisis de fac¸on a` avoir un front de φ se propageant a` Vfl, mais
assez large pour eˆtre re´solu dans des simulations a` grande e´chelle. C’est le mode`le ADR, pour
Advection-Diffusion-Re´action. Pour le choix le plus simple d’un taux de re´action constant :
R(φ) =
 R = cste si 1 ≥ φ > φ00 sinon (4.52)
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la vitesse de propagation d’un front stationnaire par l’e´quation (4.51) et sa largeur sont (Khokhlov,
1995) : V =
√
RD/φ0 et δ =
√
D/R. Pour obtenir V = Vfl et δ = nδx, ou` n est un entier et δx
est la re´solution, il faut donc choisir :
D = Vflnδx
√
φ0 et R =
Vfl
nδx
√
φ0 (4.53)
Cependant ce terme de re´action ne s’annule pas quand la re´action se termine et surtout il
passe brutalement de 0 a` R. Ainsi on a pre´fe´re´ utiliser un terme plus lisse qui s’annule quand
φ→ 1. Ce terme utilise´ par Townsley et al. (2007) s’e´crit :
R(φ) = Rφ(1− φ) (4.54)
Dans ce cas les parame`tres R et D deviennent :
 R = 116VflnδxD = 4Vflnδx √φ0 (4.55)
C’est ce mode`le que nous utilisons dans le code OHM, car il permet d’e´viter des gradients trop
raides de la variable d’avancement φ. Cette me´thode ne´cessite la connaissance de Vfl(ρ), pour
cela on utilise un ajustement de nos re´sultats (figure 3.15(a)) :
Vfl = 10
a log(ρ)3+b log(ρ)2+c log(ρ)+d, (4.56)
avec a = 0, 128, b = −3, 54, c = 33, 5 et d = −106. Cette me´thode est simple a` re´aliser car toute
la chimie est traite´e par la seule e´quation (4.51). Mais cette simplicite´ a un couˆt : elle ne peut pas
reproduire la libe´ration d’e´nergie en plusieurs e´tapes d’une de´flagration thermonucle´aire. Ainsi
pour eˆtre capable de mode´liser correctement la nucle´osynthe`se, Calder et al. (2007) utilisent trois
variables d’avancement φ1, φ2 et φ3 correspondant a` chaque e´tape de la combustion. Mais, cette
complexification n’e´tant pas ne´cessaire pour nos simulations, nous n’avons imple´mente´ qu’une
seule variable d’avancement.
Ensuite, pour coupler ce front a` la dynamique du fluide, on libe`re l’e´nergie nucle´aire selon
l’expression :
Q˙nuc = 5, 88× 1017ρR(φ) erg cm−3 s−1 (4.57)
ou` 5, 88× 1017 est l’e´nergie spe´cifique libe´re´e par la combustion du me´lange carbone-oxyge`ne de
densite´ ρ0 = 1× 108 g cm−3 jusqu’a` l’e´quilibre nucle´aire statistique. La pression est calcule´e en
utilisant une masse atomique moyenne donne´e par : A¯ = 13, 714 + 7, 868φ, ou` 13, 714 est celle
du me´lange carbone oxyge`ne et A¯(φ = 1) = 21, 58 est celle des produits de combustion finaux.
En ne´gligeant les corrections coulombiennes, qui sont ne´gligeables aux densite´s conside´re´es (ρ <
1× 108 g cm−3), la pression s’e´crit :
P = Pe(ρ, T ) +
ρ
A¯mu
kBT +
1
3
aT 4 (4.58)
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Figure 4.21 – Carte de la vitesse verticale du fluide avec, superpose´, le champ 2D des vecteurs vitesses
et l’iso-contour de densite´ a` ρ = 1× 108 g cm−3 pour une instabilite´ Rayleigh-Taylor dans un champ de
gravite´ g = 1010 cm s−2, ge´ne´re´ par une perturbation initiale sinuso¨ıdale. La vitesse vertical correspond
aux estimation de VRT par l’e´quation (4.60).
4.4.2 Combustion et instabilite´s magne´tiques
Nous allons simuler une coupe rectangulaire de quelques centaines de kilome`tres dans la
direction radiale, dans laquelle une flamme se propage dans la direction oppose´e a` la gravite´.
Comme les cendres sont beaucoup plus chaudes et le´ge`res que le combustible froid, cette config-
uration est instable vis a` vis de l’instabilite´ de Rayleigh-Taylor. Ces e´tudes e´tant pre´liminaires,
on se restreindra a` une flamme initialement a` la densite´ ρ0 = 1×108 g cm−3 de vitesse constante.
On utilisera Vfl = 10 km s
−1, calcule´e par Khokhlov (1995) en tenant compte des instabilite´s
intrinse`ques de la flamme aux e´chelles sous-maille. Cette valeur est sensiblement supe´rieure a` la
valeur laminaire calcule´e au chapitre pre´ce´dent. Aux e´chelles conside´re´es, l’instabilite´ dominante
est celle de Rayleigh-Taylor, son taux de croissance est donne´ par :
ωRT =
√
2pig
λ
At, (4.59)
ou` At = (ρ0 − ρ∗)(ρ0 + ρ∗) est le nombre d’Atwood, ρ0 = 108 g cm−3 la densite´ du milieu et
ρ∗ = 0, 77ρ0, la densite´ dans les cendres. Le nombre d’Atwood vaut 0, 13 pour une flamme a`
1× 108 g cm−3. Ce qui donne une vitesse caracte´ristique de l’instabilite´ de l’ordre de :
VRT = ωRTλ =
√
2pigAtλ. (4.60)
Cette vitesse est proportionnelle a` la racine carre´e de la gravite´, du nombre d’Atwood et de la
longueur d’onde. Pour une gravite´ de g =1×1010 cm s−2 et pour une largeur de perturbation de
15 km, comme sur la figure 4.21, on obtient VRT = 1160 km s
−1. Cette estimation est proche des
vitesses verticales obtenues par la simulation. D’autre part, la propagation de la flamme peut
184 Chapitre 4. La Transition De´flagration-De´tonation (TDD)
Figure 4.22 – A gauche : Instabilite´ Rayleigh-Taylor pour une gravite´ constante de g = 1010 cm s−2,
pour une perturbation bimodale (2 perturbations de profil gaussien de tailles diffe´rentes), avec une vitesse
de flamme Veff = 10 km s
−1. Le cadre de gauche est une carte de la densite´ et celui de droite de la
variable d’avancement, φ. A droite : Meˆme configuration avec Veff = 1 km s
−1. La diffe´rence est nette :
le volume total du champignon RT est beaucoup plus petit qu’a` gauche. D’autre part les petites structures
ne sont pas bruˆle´es et la flamme est nettement plus convolue´es.
bruˆler les petites perturbations et stabiliser les e´chelles plus petites que λmin = V
2
fl/2pigAt (voir
l’e´quation 3.58). Ce qui donne ici : λmin = 122 cm et donc la flamme laissera se de´velopper les
perturbations a` l’e´chelle de nos simulations.
4.4.2.1 Effets d’une flamme sur l’instabilite´ RT
La figure 4.22 compare le de´veloppement de l’instabilite´ a` partir d’une perturbation bimodale,
forme´e par deux profils gaussiens de vitesse verticale de largeurs diffe´rentes, avec une flamme
standard de vitesse Veff = 10 km s
−1 et une flamme plus lente : Veff = 1 km s−1. La diffe´rence
est flagrante, comme la flamme se propage en tout point perpendiculairement a` sa surface, plus
cette dernie`re est convolue´e et plus le taux de combustion global augmente. Ainsi la propagation
a` tendance a` bruˆler les petites structures et cela d’autant plus efficacement que Veff est e´leve´e.
La flamme rapide pre´sente ainsi une surface beaucoup plus lisse que la flamme plus lente. D’autre
part, comme la combustion permet a` la fois d’e´largir le panaches de cendre et d’y maintenir une
tempe´rature e´leve´e, ce dernier s’e´le`ve plus vite pour une flamme rapide. En effet, sur la figure
4.22, les cartes correspondent au meˆme instant (t = 0, 2 s) et pour la propagation plus rapide
(a` gauche), la bulle enflamme´e s’est plus e´leve´e pendant ce laps de temps. Notons que la carte
de fraction de combustible sur la figure 4.22(b) pre´sente des instabilite´s nume´riques pour la
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Figure 4.23 – A gauche : Surface de flamme pour la perturbation bimodale de la figure 4.22 pour
trois vitesses de flamme diffe´rentes : 3, 10 et 30 km s−1 en bleu, vert et rouge respectivement. La sur-
face de flamme augmente lorsque la vitesse de flamme diminue, car l’instabilite´ peut alors plisser et
de´former la flamme plus longtemps avant que la propagation ne bruˆle les petites structures de com-
bustible. A droite : Pe´rime`tre de flamme pour la meˆme perturbation bimodale en pre´sence de diffe´rentes
intensite´s de champ. Plus le champ magne´tique est intense et plus la surface de flamme est faible. En
effet, la tension magne´tique ge`ne le de´veloppement des perturbations de petite taille.
variable φ. En effet, pour cette variable, nous n’avons pas imple´mente´ de diffusion nume´rique et
seule la flamme diffuse cette variable proportionnellement a` Veff . Pour Veff = 1 km s
−1 ce n’est
pas suffisant. Cependant cela n’a pas d’effets dramatiques sur les autres variables. Pour mesurer
l’effet de´crit ci-dessus, on peut mesurer la surface de flamme (Σfl) pour les simulations 3D ou
le pe´rime`tre (Lfl) a` 2D, de´finis respectivement par :
Σfl =
1
Veff
∫
V
|φ˙|dV. (4.61)
Lfl =
1
Veff
∫
S
|φ˙|dS. (4.62)
En effet, la variation de la fraction de combustible, sur toute la simulation, est proportionnelle
a` la surface et a` la vitesse de flamme. Dans nos simulation 2D, le pe´rime`tre de flamme s’obtient
en inte´grant sur la surface totale de simulation. C’est ce qui a e´te´ fait pour la figure 4.23(a),
qui repre´sente la pe´rime`tre de flamme pour trois vitesses de flamme diffe´rentes : Veff = 3, 10 et
30 km s−1. Le cas Veff = 1 km s−1 repre´sente´ sur la figure 4.22(b) n’est pas inclus car il pre´sente
de fortes instabilite´s nume´riques qui empeˆche une mesure fiable de la surface par cette me´thode.
On observe que, comme pre´vu, la surface de la flamme diminue avec la vitesse de flamme, celle-ci
bruˆlant plus efficacement les petites structures lorsque sa vitesse est e´leve´e.
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4.4.2.2 Champ magne´tique
Le champ magne´tique a aussi un effet important sur le de´veloppement de l’instabilite´ Rayleigh-
Taylor. Nous avons e´tudie´ un champ stratifie´ avec la densite´. Celui-ci rajoute une composante
de gradient de pression magne´tique a` l’e´quilibre hydrodynamique. Mais c’est surtout la tension
magne´tique qui va ge´ner le de´veloppement de l’instabilite´, selon son intensite´ et la direction du
champ.
Analyse line´aire : Un champ horizontal et perpendiculaire a` la gravite´ va ge´ne´rer une tension
a` l’interface entre cendres et combustible qui va freiner le de´veloppement de l’instabilite´ Rayleigh-
Taylor. Son taux de croissance devient Chandrasekhar (1961) :
ωRT =
2pig
λ
(
At− B
2
λ(ρ∗ + ρ0)g
)
(4.63)
Ainsi, le champ magne´tique stabilise les perturbations plus petites que l’e´chelle critique :
λc,B =
B2
g(ρ0 − ρ∗) (4.64)
Dans nos simulations, cette e´chelle est petite : λc,B = 4335 cm pour un champ de 10
10 G et
l’instabilite´ RT pourra se de´velopper. En revanche, pour un champ initial B0 = 5 × 1011 G,
λc,B ∼ 100 km, et le champ magne´tique bloque efficacement le de´veloppement de l’instabilite´,
comme sur la figure 4.26 ou 4.23(b), ou` la surface de flamme pour un tel champ n’augmente
quasiment pas.
Pour un champ vertical, l’e´quation que ve´rifie le taux de croissance est plus complexe (Chan-
drasekhar (1961) eq. (209)) :
ω3 + 2k(
√
α2 +
√
α1)ω
2 + k(2k + α1 − α2)ω − 2k2(√α2 −√α1) = 0, (4.65)
avec α1 = ρ
∗/(ρ0 + ρ∗), α2 = ρ0/(ρ0 + ρ∗) et ou` k = 2pi/λ et ω sont exprime´s en unite´ de
g/V 2a cm
−1 et g/Va s−1, avec Va la vitesse d’Alfven de´finie par : V 2a = B2/4pi(ρ0 + ρ∗). Cette
e´quation n’a pas de solution ge´ne´rale. En revanche, pour les grandes longueurs d’onde, ou quand
k → 0, on obtient la relation asymptotique suivante : ω2 = k(α2 − α1). Ce qui donne, en unite´s
conventionnelles : ω2 = 2pigAt/λ. Ainsi, un champ vertical n’a pas d’effet sur les perturbations
de grandes longueurs d’onde, car on retrouve le taux de croissance sans champ magne´tique. Une
perturbation grande signifie k  g/Va, c’est a` dire λ 2g(ρ0 +ρ∗)/B2 ∼ 3, 5×10−2 cm pour un
champ de 1010 G. Ainsi, a` l’e´chelle de nos simulations, un champ vertical n’aura pas d’effet sur
le de´veloppement des instabilite´s Rayleigh-Taylor. D’autre part, comme on le verra plus tard,
ce type de topologie se preˆte moins a` la reconnexion. On ne conside´rera donc dans la suite que
des champs horizontaux.
Simulations nume´riques : Les taux de croissance donne´s par les e´quations (4.63) et (4.65)
indiquent quels seront les effets d’un champ horizontal ou vertical selon son intensite´ et pendant
le re´gime line´aire. Cependant, d’une part ce re´gime ne dure pas et, d’autre part, l’effet de la
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Figure 4.24 – Cartes 2D : densite´ (1) sans flamme et sans champ, densite´ (2) et norme du champ
magne´tique (3) en l’absence de flamme pour un champ initial de B0 = 10
11 G et densite´ (4) et norme du
champ (5) avec flamme et champ magne´tique (B0 = 10
11 G). Les cartes 2 et 3 correspondent a` t = 0, 23 s,
pour mettre en e´vidence l’effet de blocage de l’instabilite´ RT par le champ magne´tique. En effet celui-ci
est amplifie´ jusqu’a` ce que sa tension contrecarre l’effet de la pousse´e d’Archime`de. Les cartes 4 et 5
montrent que la flamme se propage a` travers l’accumulation de champ en amont du champignon.
propagation de la flamme rajoute un degre´ de complexite´, rendant la simulation nume´rique
absolument ne´cessaire. Avant de passer aux simulations lourdes a` partir desquelles on de´rivera
nos re´sultats, on pre´sentera dans la suite des simulations moins couˆteuses qui mettent en e´vidence
les principaux effets du champ magne´tique sur une flamme.
La figure 4.24 compare plusieurs simulations sur de petits domaines (L = 33 km et H =
100 km avec nx = 301 et nz = 901) pour une instabilite´ Rayleigh-Taylor standard (sans champ et
sans flamme) et pour un champ magne´tique de 1011 G avec ou sans flamme. La graine utilise´e ici
est sinuso¨ıdale, ce qui permet d’avoir des panaches re´guliers et syme´triques. Dans le cas standard,
seule une carte de la densite´ est trace´e alors que lorsque le champ magne´tique est non nul, une
carte de l’intensite´ du champ est aussi repre´sente´e. Les cartes de densite´ mettent en e´vidence
une structure beaucoup plus lisse en pre´sence de champ magne´tique, car la tension magne´tique
ge`ne la formation des petites e´chelles. D’autre part, les bulles chaudes en flottant et les partie
plus denses en s’enfonc¸ant, s’entourent d’une zone de champ magne´tique plus fort (visible sur
les cartes 3 et 5 de cette figure). Ce me´canisme d’amplification du champ magne´tique est discute´
dans la partie suivante. Ainsi, en l’absence de flamme, le champ est amplifie´ de plus d’un facteur
50 jusqu’a` B ∼ 5× 1012 G. La tension magne´tique engendre´e par ce champ est suffisante pour
re´duire nettement la vitesse des panaches ascendants. En effet, les panaches sont a` la meˆme
altitude alors que les instantane´s de la simulation sans flamme (cartes 2 et 3) correspondent a`
t = 0, 23 s, tandis que l’instantane´ du cas standard est pris a` t = 0, 17 s. Cet effet est nettement
moins fort lorsque la flamme peut se propager. En effet, en se propageant, la flamme va agrandir
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Figure 4.25 – Effet d’un champ magne´tique sur la propagation de la flamme : carte de la variable
d’avancement et de l’intensite´ du champ pour le cas magne´tise´ (B0 = 2× 1011 G) au centre et a` droite,
compare´es a` une flamme sans champ a` gauche. La diffe´rence est nette : le panache de cendres a une
surface plus lisse et pre´sente tre`s peu de sous-structures.
le panache de cendres et passer au travers de la zone d’accumulation du champ magne´tique.
Ainsi au meˆme instant (t = 0, 17 s), les deux panaches sont a` la meˆme altitude. D’autre part,
comme la flamme se propage a` travers le champ, celui-ci s’accumule moins efficacement en amont
du panache et l’amplification est moindre : B ∼ 3× 1012 G.
La figure 4.25 met en e´vidence ces meˆmes effets du champ magne´tique pour une structure de
flamme plus complexe, ge´ne´re´e par une perturbation bimodale. La carte de gauche repre´sente la
variable d’avancement φ pour une flamme standard (Veff = 10 km s
−1) a` 0, 26 s en l’absence de
champ magne´tique et le panneau central correspond a` cette meˆme variable en pre´sence d’un fort
champ magne´tique (B0 = 2× 1011 G). Enfin, la partie de droite superpose les lignes de champ
a` une carte de l’intensite´ du champ pour la meˆme simulation qu’au centre et au meˆme instant.
Cette figure met clairement en e´vidence l’effet du champ sur le panache de cendres : ce dernier
est plus lisse, de surface plus restreinte et plus compact. D’autre part, on observe la formation
d’une chape de fort champ magne´tique autour du panache principal. Les lignes de champ sont
tordues de fac¸on a` e´pouser les contours de la bulle exerc¸ant ainsi une forte tension sur tout le
contour, empeˆchant la formation de petites structures. La surface de flamme diminue donc avec
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Figure 4.26 – Blocage de l’instabilite´ Rayleigh-Taylor purement MHD (sans flamme) par un champ fort :
B0 = 5× 1011 G. On note que le champ est, finalement, moins fort que dans les cas des figures 4.25 ou
4.24, car la tension magne´tique empeˆche l’instabilite´ de se de´velopper re´ellement et donc les lignes de
champ sont peu compresse´es et l’amplification peu efficace.
l’intensite´ du champ, ce qui illustre´ sur la figure 4.23(b). Ainsi, le champ ralentit la flamme par
deux effets comple´mentaires : la tension qui exerce une force de rappel et la diminution de la
surface de flamme qui re´duit la vitesse effective de propagation de la combustion. Enfin pour
des champs trop forts, de´passant les pre´dictions line´aires, l’instabilite´ peut eˆtre comple`tement
bloque´e, comme sur la figure 4.26. Dans ce cas, le panache avance uniquement par propagation
de la combustion normalement a` sa surface.
4.4.2.3 Perturbation initiale
Nous n’avons pas eu le temps de caracte´riser exhaustivement l’effet du choix de la graine
initiale a` partir de laquelle se de´veloppe l’instabilite´ Rayleigh-Taylor. Cependant, il semblerait
que quelle que soit la graine initiale, l’instabilite´ 2D croisse jusqu’a` l’e´chelle de largeur du
domaine. Les figures 4.27 et 4.28 montrent le de´veloppement de la flamme a` partir de la graine
bimodale de´crite pre´ce´demment et d’une graine d’e´chelle spatiale nettement plus petite compose´e
de 6 gaussiennes. Lors de la phase de de´veloppement initial, pour t = 0, 09 s, les e´volutions sont
diffe´rentes, mais peu a` peu les petites e´chelles fusionnent, aide´es par la flamme, et forment
des structures de plus en plus grosses jusqu’a` atteindre la largeur du domaine. Notons que sur
cette figure, les donne´es de simulations ont e´te´ pe´riodise´es d’un facteur trois, ce qui explique
qu’a` t = 0, 48 s on observe trois panaches. Ceux-ci sont en fait aussi large que le domaine de
simulation.
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Figure 4.27 – Carte 2D de la variable d’avancement pe´riodise´e trois fois. La perturbation initialement
bimodale e´volue rapidement vers une structure de la taille de la largeur du domaine de simulation. Cela
se traduit pas trois larges panaches, puisque le domaine est pe´riodique.
Figure 4.28 – Meˆme chose pour une perturbation initiale compose´e de 6 petites graines. Malgre´ des
tailles initialement nettement plus petites, l’instabilite´ croit pour atteindre des e´chelles semblables au cas
bimodale de la figure 4.27.
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4.4.3 Amplification et reconnexion
Apre`s avoir pre´sente´ les effets de la flamme et du champ magne´tique sur l’instabilite´ Rayleigh-
Taylor en milieu magne´tique, nous allons nous inte´resser maintenant a` la possibilite´ de ge´ne´rer
des perturbations, voire des chocs, a` travers la reconnexion du champ magne´tique. Ces simu-
lations a` grande e´chelle, ne´cessitent une diffusivite´ magne´tique nume´riquement augmente´e et
donc un nombre de Reynolds magne´tique artificiellement diminue´. Ainsi le me´canisme de Sweet-
Parker (Parker, 1957), fonde´ uniquement sur la diffusion des lignes de champ est artificiellement
acce´le´re´. Or dans la re´alite´, a` hauts nombres de Reynolds, ce me´canisme est trop lent car les
taux de collisions sont trop faibles et les recherches actuelles se focalisent sur les me´canismes
qui pourraient acce´le´rer ce taux de reconnexion (Aunai et al. (2011) par exemple). Quoi qu’il en
soit, peu importe le re´gime de reconnexion, si le champ magne´tique est amplifie´e suffisamment
et que la topologie permet la reconnexion, des jets de plasmas seront produits avec des vitesses
de l’ordre de la vitesse d’Alfven : C2a = B
2/8piρ. Or initialement, la pression au niveau de la
flamme est de l’ordre de P0 ∼ 3× 1025 erg cm−3 et donc pour que le champ magne´tique puisse
avoir un effet dynamique sur le plasma, il faut que la pression magne´tique soit du meˆme ordre.
On mesure cela par le parame`tre β, de´finit comme :
β =
P
Pm
=
P
B2/8pi
. (4.66)
Lorsque ce parame`tre vaut 1, les deux pressions sont e´quivalentes et la tension magne´tique a un
effet notable sur l’e´coulement et ainsi la reconnexion cre´e des jets de plasma. Ceux-ci ayant une
vitesse de l’ordre de la vitesse d’Alfven, qui pour β ∼ est de l’ordre de la vitesse du son : Ca ∼ Cs,
ils seront quasiment sonique et ge´ne´reront des chocs ou au moins de fortes perturbations. Pour
que ce parame`tre s’approche de l’unite´ dans notre contexte, il faudrait un champ magne´tique
de B0 = 2, 7 × 1013 G. Il est impossible d’avoir un tel champ initialement a` l’inte´rieur de la
naine blanche. Cependant, un nombre croissant de naines blanches magne´tiques sont de´tecte´es
avec des champs de surface allant jusqu’a` 109 G. Kutsuna et Shigeyama (2012) ont estime´ que
le champ au centre pouvait atteindre une intensite´ de quelques 1012 G. Comme l’estimation du
champ interne des naines blanches est un domaine encore tre`s mal connu, on e´tudiera de manie`re
exploratoire des champs initiaux de topologie simple dont l’intensite´ varie entre B0 = 1×1010 G
et 2× 1011 G, pour lesquels β vaut respectivement 7, 5× 106 et 1, 9× 104.
Pour un plasma de β initialement e´leve´, le fluide impose sa dynamique a` travers le terme d’in-
duction : ~∇×(~u× ~B) et les lignes de champs, fige´es dans le fluide en MHD ide´ale, sont distordues
et compresse´es. Ce faisant, le champ est amplifie´ par les mouvements de magne´to-convection.
D’autre part, ces mouvements cre´ent de nombreuses configurations, ou` des lignes de champs de
directions oppose´es se rencontrent. Cette configuration est repre´sente´e sche´matiquement sur la
figure 4.29(b). Graˆce au terme de diffusion magne´tique, les lignes de champ teˆtes beˆches vont se
reconnecter, ce qui cre´e une configuration, juste apre`s reconnexion, ou` la tension magne´tique est
tre`s forte (repre´sente´e en rouge). Dans ce cas, si le champ a e´te´ assez amplifie´ pour que β ∼ 1,
la tension magne´tique sera assez forte pour cre´er deux jets de plasma. Ces perturbations pour-
raient correspondre a` la source recherche´e pour notre me´canisme. Ces situations existent lors
de la magne´to-convection, comme l’atteste la figure 4.29(a) qui montre une situation extraite
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Figure 4.29 – A gauche : Carte du parame`tre β et lignes de champ magne´tique. Les re´gions en bleu
correspondent a` un champ magne´tique fortement amplifie´. Un certains nombres de re´gions pre´sentent des
lignes de champ qui pourraient se reconnecter. Cependant β reste de l’ordre de 10 et la pression du plasma
domine toujours. A droite : Sche´ma du me´canisme de reconnexion, les fle`ches rouges repre´sentent les
jets de plasma ge´ne´re´s lors du processus.
de nos simulations ou` les lignes de champ mettent en e´vidence des topologies favorables a` la
reconnexion. Cependant la carte de β repre´sente´e en arrie`re plan, montre que le champ n’est pas
assez fort. Celui-ci a e´te´ nettement amplifie´ : de jaune orange´ correspondant a` β ≥ 104, il est
passe´ a` bleu sombre correspondant a` β ∼ 10. Cela correspond a` une amplification de la pression
magne´tique d’un facteur 1000 et du champ d’un facteur 30. Mais ce n’est pas suffisant pour une
reconnexion dynamique.
Pour e´tudier l’amplification, nous avons re´alise´ une se´rie de simulations a` re´solution e´leve´e
sur des domaines assez e´tendus pour observer l’amplification et sa saturation. Le domaine simule´
correspond a` une tranche carte´sienne de hauteur H = 600 km sur L = 33 km, dans la direction
radiale de la naine blanche. Ce domaine est divise´ en nz = 16 209×nx = 903 cellules. Pour re´aliser
une telle simulation, il a fallu paralle´liser le code en utilisant MPI pour les communications. Les
re´sultats de ces simulations, concernant l’amplification sont rassemble´s dans la figure 4.30. On
distingue une phase initiale d’amplification rapide suivie d’une phase ou` l’amplification sature,
tandis que la diminution du β est due a` la diminution de la pression du gaz dans le gradient
de densite´. On note que la valeur du β du plasma dans le re´gime sature´ est inde´pendante
du champ initial. En effet, l’augmentation de l’intensite´ du champ re´duit la vitesse verticale
de l’instabilite´ Rayleigh-Taylor, ce qui en conse´quence re´duit l’amplification. Lorsque β vaut
dix, la pression magne´tique est de l’ordre de Pm ∼ 1024 erg cm−3. La vitesse caracte´ristiques
des champignons Rayleigh-Taylor est alors d’environ 2000 km s−1 et leur densite´ de l’ordre
de 5 × 107 g cm−3. Leur e´nergie cine´tique est donc d’environ ERTcin ∼ 2 × 1024 erg cm−3, ce
qui correspond quasiment a` e´quipartition entre e´nergie magne´tique et e´nergie cine´tique. Cela
signifie que la pression dynamique est de l’ordre de la tension magne´tique lorsque la saturation
est atteinte.
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Saturation : En MHD non-ide´ale le terme : η∆ ~B entraˆıne une le´ge`re diffusion des lignes
de champ par rapport au fluide, qui vient contrer les effets de l’amplification et me`ne a` une
saturation lorsque ces deux termes sont e´gaux en norme. Ainsi la magne´to-convection permet
d’amplifier le champ magne´tique, mais sature quand :
|~∇× (~u× ~B)| ∼ |η∆ ~B|, (4.67)
c’est a` dire quand le terme d’induction est compense´ par le terme de diffusion. Or en 2D, la
conservation du flux magne´tique s’e´crit : BiRRT = BfL, avec RRT le rayon d’une structure
Rayleigh-Taylor et L la longueur caracte´ristique de diffusion. |~∇ × (~u × ~B)| ∼ uRTB/RRT et
|∆ ~B| ∼ B/L2, ainsi le rapport d’amplification maximum est :
Bf
Bi
=
√
uRTRRT
η
=
√
Rm, (4.68)
ou` Rm est le nombre de Reynolds magne´tique. Cette formule pre´dit un maximum d’amplification
qui ne correspond pas parfaitement aux simulations mais donne quand meˆme des pre´dictions
qualitativement correcte. Notamment, plus la re´sistivite´ est faible et plus l’amplification est
forte. Or, selon Chandrasekhar (1961), p149 equation (14), celle-ci s’e´crit :
η =
1
4piσe
, (4.69)
ou` σe est la conduction e´lectrique du plasma, qui se de´duit de la conductivite´ thermique calcule´
avec l’e´quation 3.44 :
σe =
3e2
pi2k2BTc
2
σth. (4.70)
Notons que le facteur c2 provient du passage des unite´s CGS ou` 4pi0 = 1 utilise´es pour les
conductivite´s aux unite´s CGS utilise´es ici, pour lesquelles µ0 = 1. Quoi qu’il en soit, pour une
de´flagration dans un milieu de densite´ ρ0 = 1 × 108 g cm−3, la re´sistivite´ varie entre 106 et
104 cm2 s−1. Ainsi la re´sistivite´ nume´rique ve´rifie toujours : ηnum  η et une augmentation de
re´solution, synonyme de diminution de ηnum permettrait probablement d’atteindre des β plus
faibles. Cependant, meˆme paralle´lise´ dans les limites des machines a` notre disposition, c’est a`
dire sur une centaine de processeurs, le code ne peut pas, pour le moment, aller plus loin en
re´solution.
Rappelons aussi que nos simulations ont un nombre de Reynolds magne´tique de l’ordre de
l’unite´, a` cause de ces limitations nume´riques, alors que dans la re´alite´ Rm ∼ 106. Cela a pour
conse´quence d’acce´le´rer le me´canisme de reconnexion dans le re´gime de Sweet-Parker, qui aux
grands nombres de Reynolds est trop lent. Nous supposons donc que pour nos simulations ce
serait dans ce re´gime que la reconnexion se ferait. Aux forts nombres de Reynolds, qui seront un
jour accessibles nume´riquement, la reconnexion aurait probablement lieu dans d’autres re´gimes
(Re´sistivite´ anormale ou reconnexion Hall ou` ions et e´lectrons se de´couplent sur une certaine
e´paisseur (Simulations de ce re´gime par Aunai et al. (2011))). Toutefois, quel que soit le re´gime
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Figure 4.30 – Valeur minimale de β = P/Pm en fonction du temps. Les mouvements fluides permettent
d’amplifier le champ et de diminuer β d’un facteur 1000. Cependant en 2D l’amplification sature selon
l’e´quation (4.68). Notons que la valeur de saturation est la meˆme quel que soit le champ initial. En effet,
un champ plus fort ralentit le panache Rayleigh-Taylor, qui amplifie moins le champ en retour. D’autre
part, une meilleur re´solution permettant un ηnum plus faible permet une amplification plus forte. Ainsi
une diminution de δx d’un facteur trois entraˆıne une diminution de β d’un facteur 10.
de reconnexion, la vitesse des jets de reconnexion sera toujours de l’ordre de Ca. Ce qui e´tait
l’objectif avorte´e de nos e´tudes exploratoires de reconnexion.
4.4.4 Ge´ne´ration d’ondes sonores
Ce qui nous inte´resse avant tout, est la possibilite´ pour une telle flamme thermonucle´aire
de ge´ne´rer des perturbations suffisantes (& 1%). Du fait des limitations nume´riques, la piste
de la reconnexion magne´tique n’a pas pu porter ses fruits. Cependant, la flamme de´forme´e par
l’instabilite´ Rayleigh-Taylor, ge´ne`re de l’e´nergie nucle´aire proportionnellement a` sa surface. Si
cette dernie`re varie dans le temps de fac¸on significative, il en va de meˆme pour l’e´nergie libe´re´e
et des ondes seront ge´ne´re´es. A` partir de nos simulations a` haute re´solution, nous avons estime´
les perturbations e´mises en mesurant le moment moyenne´ a` altitude fixe´e, rapporte´ a` la densite´
moyenne pour visualiser cette observable en unite´s de vitesse ( km s−1). La figure 4.31 repre´sente
ces mesures a` trois altitudes diffe´rentes : 0, 5H, 0, 75H et H, ainsi que le taux d’e´nergie libe´re´e
inte´gre´ sur tout le domaine :
Q˙nuc =
∫
S
nucR(φ)ρdS. (4.71)
La vitesse du fluide augmente avec le temps du fait de la pousse´ des cendres chaudes en expansion
et ceci est d’autant plus vrai que l’altitude est grande. En effet, la densite´ diminuant avec
l’altitude, la vitesse augmente pour conserver l’impulsion totale. Cependant, sur ce mouvement
global d’expansion, se superposent des oscillations re´gulie`res, environ toutes les 0,1 s. Celles-ci
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Figure 4.31 – Rapport du moment moyen a` la densite´ moyenne en trois points du domaine : z = 0, 5H,
0, 75H et H en bleu, vert et rouge respectivement. La graine utilise´e pour initialiser l’instabilite´ est un
profil de vitesse vertical compose´e de trois gaussiennes. La croissance globale traduit la dilatation des
produits de combustion qui poussent l’ensemble de la structure. Sur cette tendance globale, se superposent
des oscillations ge´ne´re´es par la variation du taux de ge´ne´ration d’e´nergie par la flamme (en tiret noirs).
Les nume´ros de 1 a` 3 indiquent les trois bouffe´es de libe´ration d’e´nergie et leur propagation sous forme
d’onde acoustique.
sont corre´le´es au taux de ge´ne´ration d’e´nergie nucle´aire par la flamme, trace´ en tirets noirs sur
la figure 4.31. En effet, ce dernier pre´sente trois pics, correspondant chaque fois a` un instant ou`
la flamme est tre`s plisse´e avant que la propagation ne bruˆle les structures fines de combustible
incruste´es dans les cendres chaudes. Ces bouffe´es de libe´ration e´nergie ge´ne`rent des perturbations
qui se propagent ensuite pour atteindre 0, 5H en bleu, puis 0, 75H en vert et H en rouge. La
simulation repre´sente´e sur cette figure correspond a` une graine contenant trois perturbations
gaussiennes, pour un champ magne´tique faible (B0 = 5× 1010 G).
A` partir de cette mesure de moment, on soustrait l’e´volution globale due a` l’expansion
continue et acce´le´re´e des cendres chaudes. Pour cela, on ajuste le moment global par un polynoˆme
d’ordre 2, que l’on soustrait ensuite pour obtenir les perturbations. C’est ce qui a e´te´ fait sur
la figure 4.32(a), ou` en bleu est repre´sente´e le moment global pour la graine bimodale, en noir
l’ajustement et sur une autre e´chelle, en rouge, les perturbations re´siduelles. On obtient ainsi
une estimation de l’amplitude des perturbations, qui, pour ce cas, varient entre M = 0, 08 et
M = 0, 04. Pour le cas d’une graine triple, les perturbations sont plus faibles, de l’orde de
M ∼ 0, 03. De telles amplitudes pourraient eˆtre suffisantes pour de´clencher une de´tonation, si
ces perturbations e´taient maintenues suffisamment longtemps. Rappelons que nos simulations
commencent avec une flamme dans un milieu de densite´ ρ0 = 1×108 g cm−3, ce qui ne correspond
pas a` l’initiation de la de´flagration, qui a lieu vers ρ0 = 2× 109 g cm−3. Dans l’ide´al, il faudrait
faire ces simulations dans un cadrant de la naine blanche en partant de son centre. Mais ce
type de simulations est au dela` de nos possibilite´s nume´riques actuelles. De plus, la figure
4.32(b), montre l’effet de la re´solution nume´rique sur les e´missions d’ondes sonores. La courbe
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Figure 4.32 – A gauche : Estimation des e´missions de perturbations (en rouge), obtenue a` partir
du moment moyen en haut du domaine rapporte´ a` la densite´ moyenne (en bleu), auquel on a soustrait
l’e´volution globale due a` l’expansion des cendres chaudes. Ce moment global est calcule´ a` partir d’un
ajustement quadratique (en noir). Les oscillations obtenues sont de pe´riode e´quivalente au temps car-
acte´ristique de retournement A droite : Comparaison des e´missions pour la graine bimodale en fonction
de la re´solution. Celles-ci diminuent avec la re´solution, car les petites structures sont moins bien re´solues
et les variations de surface sont donc plus faibles.
bleu, repre´sente les e´missions discute´es pre´ce´demment obtenues pour la re´solution maximale
avec 16209 cellules dans la direction verticale. Ensuite, les courbes verte et rouge montre ces
e´missions pour une re´solution plus faible d’un facteur trois et neuf respectivement. A` re´solution
plus faible les petites structures ne sont pas re´solues et la surface maximale correspondant au
maximum de ge´ne´ration d’e´nergie est plus faible que pour une re´solution plus importante. Ainsi
l’amplitude entre le maximum et le minimum de ge´ne´ration d’e´nergie, qui donne l’amplitude
des perturbations, sera plus faible a` plus faible re´solution. C’est ce qu’on observe sur la figure
4.32(b), ou` le cas le moins bien re´solu ne pre´sente aucune e´mission.
L’amplitude des perturbations diminue avec l’e´chelle spatiale des perturbations initiales.
En effet, meˆme si, comme le montre les figures 4.27 et 4.28, toutes ces perturbations tendent
asymptotiquement vers des e´chelles typiques de l’ordre de la largeur du domaine, il y a une
pe´riode initiale durant laquelle ces petites e´chelles n’ont pas encore e´volue´ vers les grandes
e´chelles. Durant ce transitoire, les e´missions de´pendent de la taille des perturbations. En effet,
les bouffe´es de ge´ne´ration d’e´nergie nucle´aire de´pendent de la surface de combustible plonge´e
dans les cendres chaudes, qui de´pend de la profondeur jusqu’a` laquelle descendent les bulles
dense de combustible avant d’eˆtre consume´es. Cela de´pend principalement de la largeur des
panaches descendants, qui de´pend elle-meˆme directement de la taille des perturbations. Ainsi
tant que les perturbations sont petites, la profondeur de pe´ne´tration reste faible et la surface
varie peu, ce qui est visible sur les panneaux a` t = 0, 15 s des figures 4.27 et 4.28.
Cependant, cela re´sulte de notre choix de configuration de de´part. En effet, si la simulation
avait commence´ plus toˆt dans des re´gions de densite´ plus grande et de gravite´ plus faible,
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Figure 4.33 – Surface de flamme en vert et cartes de couleur de la variable d’avancement φ, sur 3 bords du
domaine, pour cinq instants diffe´rents : 0,11 ; 0,17 ; 0,26 ; 0,42 et 0,61 s. Le bleu correspond au combustible
frais et le rouge aux cendres chaudes. On a essaye´ de reproduire la perturbation initiale bimodale, pour
comparer l’e´volution 3D aux cas e´tudie´s pre´ce´demment. Notons le de´veloppement de grandes structures,
graˆce a` l’e´nergie libe´re´e par la combustion. Mais contrairement au cas 2D, elles sont suivies par une
cascade turbulente vers les petites e´chelles. Cette cascade brise la cohe´rence de la combustion observe´e
dans le cas 2D. Ces petites e´chelles turbulentes bruˆlent en effet de manie`re inde´pendant et l’e´nergie libe´re´e
se superpose statistiquement en un bruit blanc. Remarquons aussi que sur la dernie`re image (t=0,61 s),
la flamme sort du domaine, mais les grandes e´chelles seraient toujours pre´sentes a` l’avant de la flamme.
la taille de l’instabilite´ aurait eu le temps de grandir et d’atteindre les e´chelles similaires a`
la simulation repre´sente´e sur la figure 4.32. Finalement, pour pouvoir re´pondre a` la question
de savoir si une flamme peut e´mettre un flux acoustique de fre´quence ade´quate, de dure´e et
d’intensite´ suffisante, il faut caracte´riser les e´chelles spatiales dominantes dans une configuration
plus re´aliste. Malheureusement ceci n’est pas possible en 2D, puisque toute perturbation croˆıt
pour atteindre une e´chelle de l’ordre de la largeur du domaine de simulation.
4.4.4.1 Combustion 3D
En 2D, comme le montrent les figures 4.27 et 4.28, les perturbation croissent vers les grandes
e´chelles et tendent vers des structures de la taille du domaine. Ces structures, en bruˆlant, sont
susceptibles de variations importantes de surface et donc d’e´mission d’onde sonore. Au con-
traire, a` 3D, derrie`re les grandes structures qui dominent l’avance´ de la flamme, les perturba-
tions cascadent jusqu’aux plus petites e´chelles. Alors, les variations de ces petites e´chelles, parce
qu’elles se compensent statistiquement, ge´ne`rent un flux d’ondes acoustique tre`s faible. C’est
ce que nous avons ve´rifie´, sans le champ magne´tique, avec HERACLES. Nous avons se´lectionne´
quelques simulations OHM qui pre´sentaient des e´missions acoustiques importantes que nous
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Figure 4.34 – Mesures similaires au cas 2D : rapport du moment moyen sur la densite´ moyenne a` trois
altitudes diffe´rentes : 0, 5H, 0, 75H et H. Le de´veloppement des petites e´chelles, visible sur les figures
4.33 et 4.35(b), empeˆche toute cohe´rence dans les e´missions de perturbation. Ainsi contrairement au cas
2D, les e´missions acoustiques sont tre`s faibles.
avons simule´es ensuite en 3D avec HERACLES. E´videmment l’ajout d’une dimension nous con-
traint a` diminuer nettement la re´solution, le domaine de H = 600×L = 33 km est alors discre´tise´
en nz = 1800 × nx = ny = 100. Nous avons ensuite essaye´ de reproduire une perturbation bi-
modale, avec deux profils initiaux de vitesses verticales gaussiens. Le de´veloppement initial de
ces graines est visible sur la repre´sentation de gauche de la figure 4.33, ou` la surface de flamme est
trace´e en vert. Les quatre images suivantes repre´sentent l’e´volution de cette graine initiale. Pour
les deux premiers instants repre´sente´e, t = 0, 11 et t = 0, 17 s, l’instabilite´ conserve sa structure
a` grande e´chelle et on reconnaˆıt toujours les graines initiales. Mais ensuite, les petites e´chelles
se de´veloppent et la structure de la surface de flamme n’est plus du tout similaire au cas 2D.
Quelques panaches de grande taille dominent la partie avant de la flamme, tandis que dans leur
sillage les petites e´chelles se de´veloppent puis dominent. Ce de´veloppement des petites e´chelles
fait que les e´missions acoustiques, mesure´es de la meˆme fac¸on que dans le paragraphe pre´ce´dent,
sont tre`s faibles. La figure 4.34, repre´sente le moment moyen rapporte´ a` la densite´ moyenne pour
les trois altitudes choisies pre´ce´demment : 0, 5H, 0, 75H et H. Ce re´sultat est le meˆme quelle
que soit la perturbation. On en conclut qu’une flamme re´elle 3D en milieu non magne´tise´ n’e´met
pas suffisamment d’ondes acoustiques. En effet, meˆme si le taux global de combustion est plus
e´leve´, du fait de l’augmentation importante de la surface de flamme a` cause de la turbulence, les
e´missions acoustiques des petites e´chelles n’ont aucune cohe´rence et leur superposition ge´ne`re
un bruit blanc. A` 3D, on perd la cohe´rence qui faisait l’intensite´ des e´missions acoustiques a` 2D.
Cependant, l’inclusion du champ magne´tique pourrait changer la donne. En effet, celui-
ci empeˆche les petites e´chelles de se de´velopper. Cette proprie´te´ du champ magne´tique est
clairement mise en e´vidence par la figure 4.35, qui compare des simulations de Stone et Gardiner
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(2007) pour un cas purement hydrodynamique et un cas ou` le champ magne´tique est paralle`le
a` l’interface et relativement intense. Il est initialement e´gal a` la moitie´ du champ critique qui
stabilise les e´chelles infe´rieures a` la taille du domaine (selon l’e´quation 4.64 ce champ critique
vaut : Bc =
√
Lg(ρ0 − ρ∗), ou` L est la largeur du domaine). Clairement, dans le cas d’un champ
magne´tique intense, les petites e´chelles ne se de´veloppent pas et des structures de grandes tailles
apparaissent. La flamme pourrait alors bruˆler pe´riodiquement ces grandes e´chelles en e´mettant
ainsi des perturbations cohe´rentes qui ne se superposeraient pas en un bruit blanc inefficace.
Malheureusement, nous n’avons pas eu le temps de de´velopper la version MPI de OHM en 3D,
ne´cessaire pour ces simulations.
Cependant, comme le montre la figure 4.32(b), la re´solution est cruciale pour ces e´missions.
En effet, celles-ci reposent sur des variations substantielles et cohe´rentes de la surface de
flamme. Pour cela, il faut la pre´sence de grandes e´chelles qui controˆlent les e´missions, mais
aussi un maximum de petites e´chelles, qui seront bruˆle´es avec les grandes, et qui maximisent la
libe´ration d’e´nergie en maximisant la surface de la flamme. Pour cela, une re´solution nume´rique
e´leve´e permet de re´soudre des e´chelles plus petites et d’augmenter les e´missions. Ainsi, sur la
figure 4.32(b), des e´missions sont visibles a` partir de δx = 110 m et deviennent importantes pour
δx = 37 m. Pour la re´solution la plus faible de δx = 333 m, qui correspond a` nos simulations 3D,
aucune onde acoustique n’est e´mise. Ainsi meˆme si le champ magne´tique est capable de favoriser
les grandes e´chelles, la re´solution re´duite en 3D empeˆchera peut eˆtre les e´missions.
D’autre part, concernant la reconnexion, l’amplification du champ pourra eˆtre plus impor-
tante. En effet, celle-ci sature toujours lorsque le terme d’induction et du meˆme ordre que le
terme de dissipation ohmique (e´quation 4.67). Mais la diffe´rence vient de la conservation du
flux magne´tique qui, a` 3D, s’e´crit : BiR
2
RT = BfL
2. Ce qui donne, l’e´quation de saturation de
l’amplification a` 3D :
Bf
Bi
=
uRTRRT
η
= Rm. (4.72)
Ainsi, meˆme si la re´solution de nos simulations 3D est plus faible d’un facteur 10 et donc η
plus grand du meˆme facteur, la de´pendance de la saturation en Rm et non en
√
Rm, permet
une amplification plus importante. En effet, pour des valeurs typiques de nos simulations 2D :
uRT ∼ 2000 km s−1, RRT ∼ 30 km et η2D ∼ 1011 cm2 s−1, on obtient :
B3Df
Bi
=
uRTRRT
η3D
=
√
6× 1014
10
√
η2D
√
Rm ∼ 8× B
2D
f
Bi
. (4.73)
Selon ces estimations, pour des simulations MHD e´quivalentes a` celles re´alise´e avec HERACLES
sur le calculateur local IRFUCOAST, on peut espe´rer un gain d’un facteur huit sur le champ final
et donc atteindre un parame`tre β ∼ 1. Si en plus, on re´alisait ces simulations sur un calculateur
national, la re´solution plus importante permise nous garantirait probablement d’atteindre les
petits β ne´cessaires a` une reconnexion dynamique. Ainsi, que ce soit pour e´tudier la ge´ne´ration
d’ondes acoustiques par la variation de la surface de flamme ou l’amplification puis la reconnexion
du champ magne´tique, la simulation de ces flammes en milieu magne´tise´ sera un travail a` venir
tre`s inte´ressant.
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Figure 4.35 – A gauche : Simulation MHD 3D de l’instabilite´ Rayleigh-Taylor, pour un champ
magne´tique horizontal et uniforme, B0 = 0, 6Bc, ou` Bc est le champ critique au dela` duquel le champ
stabilise les longueur d’ondes infe´rieures a` la taille du domaine (e´quation 4.64). Cette figure extraite
de Stone et Gardiner (2007) repre´sente l’e´volution de l’interface entre les deux fluides, sous l’effet de
l’instabilite´ magne´tique. A droite : Comparaison pour la meˆme configuration en l’absence de champ
magne´tique. Pour l’instabilite´ purement hydrodynamique, les petites e´chelles se de´veloppent plus rapide-
ment et dominent rapidement, contrairement au cas magne´tique, ou` la tension magne´tique empeˆche la
croissance des petites e´chelles.
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Enfin, meˆme si la combustion turbulente a` grande e´chelle n’e´tait pas capable de ge´ne´rer des
perturbations suffisantes, il semblerait qu’a` une e´chelle plus petite, de l’ordre de la largeur de
flamme, la combustion turbulente dans le re´gime des grands nombres de Karlovitz soit capable de
ge´ne´rer des perturbations importantes de pression. La figure 4.36 illustre ce processus d’e´mission
d’onde de pression. Il repose aussi sur la variation de surface, qui est largement augmente´e par
la turbulence lors du pic d’e´mission (4.36(a)) et qui, apre`s avoir bruˆle´e, devient presque plane
et les e´missions sont alors quasi-nulles (4.36(b)).
Ces conside´rations de surface de flamme sont valables lorsque la combustion est (largement)
subsonique et qu’en tout point de la flamme la combustion se fait au meˆme taux. Si au contraire,
la combustion dans le re´gime distribue´ est capable de ge´ne´rer des zones ou` la combustion se
propage supersoniquement (voir §4.1.3), alors des perturbations, voire des chocs, seront ge´ne´re´es
sans variation de surface. Le sce´nario populaire de TDD induite par la turbulence, repose sur
cette possibilite´ de cre´er une re´gion capable de bruˆler supersoniquement, avec en plus la condition
que la pression accumule´e atteigne PCJ . Cette dernie`re condition e´tant plutoˆt contraignante,
notre sce´nario offre une alternative pour une TDD non aboutie par le me´canisme des gradients
de Zel’dovich. En effet, meˆme si, comme sur la figure 4.5(b), l’onde de combustion n’est pas
capable d’accumuler une pression suffisante, elle ge´ne`re toutefois un choc qui pourrait ensuite
amorcer une de´tonation apre`s amplification dans le gradient de densite´. Ainsi, si le me´canisme
de Zel’dovich ne fonctionne pas, que ce soit a` cause d’un gradient de temps d’induction trop
raide, trop plat ou trop court ou alors parce que la turbulence perturbe ce gradient avant
qu’une de´tonation n’ait pu e´merger, une de´tonation pourra toujours eˆtre initie´e a` partir de la
perturbation ge´ne´re´e par cet embryon avorte´ de de´tonation. Ceci fait que notre me´canisme aura
probablement une gamme de parame`tres physiques d’applicabilite´ plus large que celle e´tudie´e
dans cette the`se.
En conclusion, la combustion turbulente semble eˆtre une source robuste de perturbations
a` diffe´rentes e´chelles. Mais de nombreuses simulations seront ne´cessaires pour caracte´riser ces
e´missions acoustiques et savoir si elles sont ade´quates pour l’ignition d’une de´tonation a` travers
notre me´canisme d’amplification. En effet, la fre´quence de ces perturbation est cruciale ainsi que
les effets ge´ome´triques pour les perturbations de petites taille.
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Figure 4.36 – A gauche : Ces instantane´s correspondent a` une flamme turbulente a` grand nombre
de Karlovitz (Ka = 256) simule´e par A. Poludnenko (communication prive´e). La surface de flamme est
repre´sente´e par la surface bleue-rouge, tandis que la coloration volumique correspond a` la surpression
engendre´e par la flamme. Sur ce panneau, a` t = 0, 72 ms , la flamme est tre`s plisse´e a` grande e´chelle et
le taux global de ge´ne´ration d’e´nergie est donc maximum. En conse´quence, la flamme ge´ne`re une forte
surpression, qui vaut 1,3 fois la pression au repos (c’est a` dire un nombre de Mach M = 0, 3) A droite :
Dans ce cas, qui correspond a` t = 0, 86 ms, au contraire la surface est beaucoup moins convolue´e et les
e´missions sont quasi-nulles.
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Conclusion
Cette the`se est consacre´e a` l’e´tude de la combustion thermonucle´aire dans les supernovae
de type Ia. Plus pre´cise´ment, nous nous sommes place´s dans le cadre du sce´nario de de´tonation
retarde´e, ou` la combustion se propage initialement comme une de´flagration et doit se transformer
en de´tonation, environ une seconde apre`s l’ignition. Le me´canisme physique permettant cette
transition n’a pas encore e´te´ identifie´. L’objet de cette the`se a e´te´ d’essayer d’en comprendre la
nature.
Au cours de cette the`se, j’ai d’abord e´tudie´ en de´tail les de´flagrations et de´tonations ther-
monucle´aires dans un plasma de´ge´ne´re´ repre´sentatif des conditions rencontre´es dans les naines
blanches. Sur ce point, j’ai pu mettre en e´vidence qu’il existe une limite a` la re´duction de
la vitesse de propagation d’une de´flagration qu’impose la pre´sence d’un champ magne´tique. En
effet, contrairement aux e´tudes pre´ce´dentes, nous avons tenu compte non seulement de la conduc-
tion e´lectronique, re´duite par le champ magne´tique, mais aussi du transfert radiatif, sur lequel
le champ n’a aucun effet. Or cette dernie`re composante est ge´ne´ralement omise, alors qu’elle
peut propager par elle-meˆme une de´flagration, dont la vitesse est donc la vitesse minimale d’une
de´flagration en pre´sence d’un champ magne´tique.
Nous avons d’autre part propose´ et e´tudie´ un nouveau processus pour initier une de´tonation
a` partir de faibles perturbations acoustiques, qui peuvent eˆtre amplifie´es dans le gradient de
densite´ de l’enveloppe d’une naine blanche, avant de de´ge´ne´rer en choc. Si l’amplification a
e´te´ suffisante et que le choc est assez fort, il peut de´clencher une de´tonation. J’ai e´tudie´ ce
me´canisme sur diffe´rentes structures, d’abord en ge´ome´trie plane, pour valider la faisabilite´
de ce processus, puis en ge´ome´trie sphe´rique, sur une structure dilate´e par une phase initiale
de de´flagration turbulente. Ce dernier cas se rapproche le plus des conditions dans lesquelles
ce me´canisme devrait eˆtre applicable dans le cadre du sce´nario de de´tonation a` retard des
SNe Ia. Notons que, contrairement aux sce´narios classiques de TDD, le processus e´tudie´ dans
cette the`se est non local. En effet, il y a un de´calage spatial et temporel entre l’e´mission des
perturbations et l’ignition de la de´tonation. Cette non-localite´ explique probablement pourquoi
ce processus n’a jamais e´te´ observe´ dans les simulations 3D d’explosion de supernovae. En effet,
les codes d’ hydrodynamique, pour des raisons de stabilite´, cherchent a` se de´barrasser des ondes
sonores. D’autre part, re´ussir a` les propager explicitement et correctement reste un challenge.
Car, entre la re´solution spatiale ne´cessaire pour les re´soudre, et les mouvements d’une grille en
expansion capable de suivre l’explosion, ne pas les dissiper dans une simulation 3D demande
une mode´lisation spe´cifique. D’autre part, cette non-localite´ spatiale et temporelle aura des
conse´quences sur l’explosion qui seront des signatures spe´cifiques de ce me´canisme. Quoi qu’il
en soit, dans le cadre des supernovae, ce nouveau me´canisme pourrait apporter une solution au
proble`me de la transition de´flagration-de´tonation, question non re´solue depuis de nombreuses
anne´es.
Cependant, ce processus ne´cessite encore une se´rie d’ e´tudes pour eˆtre valide´ dans le contexte
des supernovae thermonucle´aires. Deux axes seraient a` de´velopper. Tout d’abord, en restant a`
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1D, ame´liorer notre mode`le en incluant un traitement dynamique et cohe´rent du couplage en-
tre l’expansion induite par la flamme, l’e´volution des perturbations et le chauffage par chocs.
Cela permettrait de caracte´riser pre´cise´ment, pour quelles fre´quences et quelles amplitudes une
perturbation sphe´rique peut amorcer une de´tonation. D’autre part, ce traitement dynamique
1D offrirait un mode`le complet de supernova en ge´ome´trie sphe´rique. Pour cela, il faudrait
traiter correctement la phase initiale de de´flagration sphe´rique, en s’inte´ressant notamment a` la
nucle´osynthe`se. Ensuite, une fois la de´tonation initie´e, sa propagation pourrait eˆtre mode´lise´e
pour obtenir le profil de composition des e´jecta, qui pourrait ensuite eˆtre utilise´ pour ge´ne´rer
des observables synthe´tiques, telles que spectres et courbes de lumie`re. Ces observables, si elles
pre´sentaient des caracte´ristiques propres a` notre mode`le, permettrait de le valider observation-
nellement. L’autre axe consiste a` e´tudier ce processus dans un cadre 3D. En effet une flamme
turbulente e´tant tre`s inhomoge`ne et spatialement tre`s localise´e, il est probable que les e´missions
de perturbations soient aussi localise´es spatialement. Dans ce cas, il faut pouvoir caracte´riser,
a` l’aide de mode`le de propagation d’ondes acoustiques a` 3D, quelle est la taille minimum de la
source acoustique permettant une transition vers une de´tonation. D’autre part, de nombreuses
perturbations seront e´mises en meˆme temps, et il faut e´tudier le niveau de cohe´rence ne´cessaire
pour e´viter l’e´mission d’un bruit blanc.
Enfin, dans le reste du temps imparti, nous avons re´alise´ quelques e´tudes exploratoires sur
la capacite´ des flammes thermonucle´aires en milieu magne´tise´ d’e´mettre des ondes acoustiques.
Nous avons travaille´ sur deux fac¸ons de ge´ne´rer des perturbations. Tout d’abord, la combustion
couple´e a` l’instabilite´ Rayleigh-Taylor a` grande e´chelle ∼ 100 km, ou` les perturbations sont dues
a` des variations de l’e´nergie nucle´aire libe´re´e dans la flamme. Elles sont donc directement pro-
portionnelles a` la variation de la surface de flamme. Dans certains cas, on obtient effectivement
une surface de flamme oscillant fortement et donc capable de cre´er des perturbations de nombre
de Mach M ∼ 0, 05, en principe suffisantes, d’apre`s notre e´tude, pour initier une de´tonation.
Nous avons aussi voulu e´tudier la possibilite´ de cre´er de fortes perturbations, voire meˆme
directement des chocs, a` partir de la reconnexion du champ magne´tique dans le milieu en com-
bustion. En effet, la propagation de la flamme sous forme de panaches de Rayleigh-Taylor,
permet d’amplifier le champ magne´tique et de cre´er des zones topologiquement favorables a` la
reconnexion. Cependant, la diffusion nume´rique, due a` une re´solution trop faible, nous a empeˆche´
d’atteindre les parame`tres plasmas β ∼ 1 ne´cessaires a` une reconnexion dynamique. Au final, on
obtient, dans certains cas, des perturbation de pression d’amplitudes suffisantes pour initier des
de´tonations a` travers notre me´canisme. Cependant, ces e´tudes 2D restent ambigue¨s, car nous
n’avons pas eu le temps d’e´tudier soigneusement les effets du choix des perturbations initiales.
De plus, quelle que soit la perturbation, celle-ci croˆıt jusqu’a` atteindre la taille du domaine et
les e´missions d’ondes acoustiques sont corre´le´es a` la taille des perturbations. Or a` 3D, au con-
traire, les perturbations cascadent vers les petites e´chelles (cascade turbulente de Kolmogorov),
empeˆchant la cohe´rence des oscillations de surface a` grande e´chelle et empeˆchant ainsi l’e´mission
d’ondes acoustiques cohe´rentes. Nos simulations 3D pre´liminaires confirment cette analyse.
A` ce point, il reste beaucoup a` faire. Tout d’abord, en 2D, il faudrait caracte´riser plus pro-
prement le spectre d’e´mission en fonction des perturbations. D’autre part, comme l’ont montre´
nos e´tudes de de´flagrations laminaires, la propagation d’une flamme en milieu magne´tise´ est
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anisotrope, avec pour direction privile´gie´e celle du champ. L’inclusion de cette anisotropie de
propagation pourrait mettre en e´vidence des effets de focalisation de flamme qui pourraient
ge´ne´rer une augmentation locale du taux de libe´ration d’e´nergie. Cependant, ce type de focali-
sation n’est pas possible avec un mode`le de flamme aussi simple que le noˆtre, il faut introduire
un mode`le plus complexe, ou` la propagation se fait par diffusion thermique et ou` la libe´ration
d’e´nergie est duˆe a` la consommation du re´actant. Ensuite, il faudrait caracte´riser le spectre des
e´missions de la combustion 3D, pour conclure quant a` l’absence ou non d’e´mission acoustique
notable. Enfin, l’inclusion du champ magne´tique dans les simulations 3D permettrait de savoir
si le champ magne´tique peut effectivement empeˆcher les petites e´chelles de se de´velopper, et
permettre de retrouver un niveau de cohe´rence d’e´mission comparable a` celui obtenu en 2D.
En conclusion, cette the`se aura permis de mettre en e´vidence un nouveau me´canisme de
TDD qui pourrait eˆtre a` l’oeuvre dans les supernovae et peut-eˆtre permettre de re´soudre ce
proble`me de transition. Cependant, un travail important de validation reste a` faire et, d’autre
part, de nombreuses pistes conduisant a` la ge´ne´ration de perturbations sonores par une flamme
restent a` explorer.
210 Publications
Re´alisations Scientifiques
Confe´rences et se´minaires :
– Aouˆt 2013 : Se´minaire au CELIA, Bordeaux
– Mai 2013 : Se´minaire au LPNHE, Paris (voir pre´sentation)
– Mars 2013 : Se´minaire a` l’Observatoire de Paris (voir pre´sentation)
– Fe´vrier 2013 : Se´minaire a` l’Universite´ de Berne, Suisse
– Fe´vrier 2013 : Se´minaire au CERFACS, Toulouse
– Septembre 2012 : Supernovae 2012, Garching, ALLEMAGNE
Poster : A new non-local DDT mechanism for type Ia supernovae.
– Aouˆt 2012 : Nuclei in the Cosmos, Cairns, AUSTRALIE
Confe´rence internationale sur l’astrophysique nucle´aire.
Poster : Thermonuclear combustion in density gradients.
Publications :
– C.Charignon & J.-P.Chie`ze : Thermonuclear combustion in density gradients, Proceeding
of Sciences ; 2012. (voir article)
– C.Charignon & J.-P.Chie`ze : Deflagration to detonation transition by amplification of
acoustic waves in type Ia supernovae,
Astronomy & Astrophysics 550, A105 ; 2013. (voir article)
Depuis une quinzaine d’anne´es, les courbes de lumie`res des supernovae de type Ia (SNe Ia)
sont devenues un outil important pour mesurer les distances cosmologiques et retracer l’expan-
sion de l’Univers. Pour cette raison, un effort conside´rable a e´te´ porte´ sur leur observation ainsi
que sur le de´veloppement de mode`les permettant de comprendre la physique des ces explosions.
A ce jour, le mode`le le plus populaire est celui de l’explosion d’une naine blanche (NB) de car-
bone et d’oxyge`ne arrive´e au seuil d’instabilite´ : la masse de Chandrasekhar. La contraction de
l’e´toile qui s’en suit relance la combustion sous la forme d’une de´flagration (mode de propaga-
tion subsonique) qui transiterait ensuite en une de´tonation (mode supersonique). Ce sce´nario de
de´tonation retarde´e repose sur un me´canisme physique de Transition De´flagration-De´tonation
encore tre`s mal compris, que cette the`se se propose d’e´tudier.
Au prix d’une parame´trisation ade´quate, les mode`les actuels de de´tonation a` retard perme-
ttent de reproduire les observations. Tous ces mode`les se basent sur le me´canisme des gradients
de temps d’induction propose´ par Zel’dovich dans les anne´es 70. Cependant, les e´chelles car-
acte´ristiques de l’ignition n’e´tant pas re´solues (et ce de plusieurs ordres de grandeurs), ces
simulations ne peuvent expliquer a` elles seules la TDD, phe´nome`ne mal compris, meˆme sur
Terre, lorsqu’il s’agit de milieux non-confine´s. D’autre part, ce me´canisme requiert des niveaux
de turbulence tre`s important, qui imposent des conditions probablement trop restrictives.
C’est dans ce contexte que nous avons propose´ et de´veloppe´ un nouveau me´canisme pour cette
transition : le chauffage acoustique de l’enveloppe du proge´niteur pre´-supernova. Un premier
mode`le simplifie´, en ge´ome´trie plane, permet de mettre en e´vidence l’amplification de petites
ondes acoustiques (ge´ne´re´s par une flamme turbulente) dans un gradient de densite´ similaire a`
ceux d’une NB. Selon la fre´quence et l’amplitude des perturbations initiales, cette amplification
peut aller jusqu’a` la formation d’un choc suffisamment fort pour initier une de´tonation. Ensuite,
ce me´canisme est utilise´ en ge´ome´trie sphe´rique dans le cadre plus re´aliste d’une NB en expansion
de par la phase initiale de de´flagration. Une e´tude parame´trique montre la validite´ de notre
me´canisme sur une gamme raisonnable de fre´quences et d’amplitudes acoustiques.
Finalement, quelques simulations 2D MHD et 3D, cherchant une source de perturbations
acoustiques, sont pre´sente´es pour de´montrer le caracte`re re´aliste de notre nouveau me´canisme
de TDD.
